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1Introduction
La cosmologie décrit l’histoire de l’Univers depuis ses tous premiers instants à aujourd’hui.
Le modèle du Big Bang élaboré au cours du XXe siècle donne une vision très convaincante de
l’Univers, reproduisant de façon satisfaisante un grand nombre d’observations. Il permet en par-
ticulier de prédire l’abondance des éléments légers tels que le deutérium ou l’hélium produits
dans l’Univers jeune lors de la nucléosynthèse primordiale (BBN pour Big Bang nucleosynthe-
sis) ou d’expliquer le spectre de puissance du fond diffus cosmologique. Néanmoins quelques
problèmes restent sans réponse. Dans cette thèse, j’ai porté mon attention sur deux problèmes
qu’on peut réunir par le fait qu’ils sont tous les deux liés à la matière contenue dans l’Univers.
La matière existe sous deux forme dans l’Univers, on distingue la matière baryonique, qui com-
pose les étoiles, les planètes et tout ce qu’on rencontre au quotidien, de la matière noire, une
forme exotique de matière non-baryonique. Les noyaux des atomes composant la matière ba-
ryonique sont synthétisés durant la BBN et plus tard dans les étoiles. Il est possible de faire des
prédictions sur l’abondance des éléments produits pendant la BBN et comparer les résultats des
modèles aux observations. Le modèle standard donne de bons résultats pour le deutérium, et les
isotopes de l’hélium mais présente des anomalies pour les isotopes du lithium dont les abon-
dances théoriques ne sont pas en accord avec les valeurs observées. La matière noire est cinq
fois plus abondante que la matière baryonique dans l’Univers mais sa nature reste aujourd’hui
inconnue. Ces deux problèmes cosmologiques peuvent sembler très différents néanmoins, cer-
tains modèles de physique des particules permettent de résoudre simultanément les problèmes
du lithium et de la matière noire.
Au cours des années soixantes, la physique des particules a trouvé une description cohérente
dans le cadre du modèle standard. Celui-ci a permis la prédiction de l’existence de nouvelles
particules découvertes ultérieurement et a été testé avec grande précision dans les accélérateurs
de particules. Aujourd’hui, il est clairement établi que le modèle standard est une théorie effec-
tive, approximation à basse énergie d’une théorie plus fondamentale. Il est nécessaire d’étudier
des modèles "au delà du modèle standard". Un des candidats les plus attractifs est la supersy-
métrie, qui introduit simplement une symétrie entre fermions et bosons. La phénoménologie
découlant de la supersymétrie est très riche et peut apporter des solutions aux problèmes de la
cosmologie.
Le travail effectué lors de cette thèse concerne la résolution des problèmes du lithium et de
la matière noire à partir de la physique des particules et en particulier dans le cadre de la su-
persymétrie. La phénoménologie de la supersymétrie est très riche. Il a été fait le choix de se
placer dans le cadre du modèle standard supersymétrique minimal (MSSM) avec des scénarios
où la brisure de la supersymétrie est transmise par interaction gravitationnelle (CMSSM) ou par
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interaction de jauge (GMSB). Nous avons porté notre attention aux situations où la particule
supersymétrique la plus légère (LSP pour Lightest Supersymmetric Particle) est le gravitino et
la deuxième plus légère (NLSP pour Next to LSP) est le stau ou le neutralino.
Une fois le cadre "physique des particules" posé, il est possible d’étudier les problèmes cosmo-
logiques. Le premier concerne les problèmes du lithium. Les taux de production du lithium-6
et lithium-7 peuvent être modifiés par rapport aux prédictions du modèle standard de la nu-
cléosynthèse primordiale en supposant qu’une particule instable se désintègre pendant cette
période. Dans notre situation, la NLSP se désintègre en gravitino et autres particules du mo-
dèle standard, en particulier des photons et des nucléons, qui vont induire des réactions dans le
milieu et produire les isotopes du lithium dans des proportions compatibles avec les données
observationnelles. À ce phénomène de désintégration de particule relique pendant la BBN, on
peut ajouter des réactions de catalyse par la formation d’états liés. En effet dans le cas du stau
NLSP, cette particule chargée forme un état lié avec les noyaux des éléments légers modifiant
les sections efficaces de certaines réactions contribuant aussi à changer les taux de production
de lithium.
Simultanément, nos scénarios offrent un bon candidat à la matière noire. Le gravitino est stable
(en supposant la conservation de la R-parité), il est électriquement neutre et n’interagit que très
faiblement avec la matière. Il est donc nécessaire de produire le gravitino en abondance compa-
tible avec les dernières estimations de la densité relique de matière noire. Le gravitino peut être
produit par deux mécanismes dit "non-thermique et "thermique". Dans le premier cas, le gra-
vitino est produit par désintégration de la NLSP, processus utilisé pour résoudre les problèmes
du lithium. Dans le deuxième cas, le gravitino est produit lors de la période de réchauffage
consécutive à la période inflationnaire. Il est possible de produire le gravitino lors de réactions
de diffusion des particules présentes dans le milieu.
Il est intéressant de voir qu’il est possible de résoudre simultanément ces deux problèmes cos-
mologiques sans que ceci ait été posé comme une contrainte a priori. Il a aussi été important de
confronter ces scénarios avec des contraintes cosmologiques et collisionneurs.
Cette étude a nécessité la mise en place d’un outil informatique relativement important basé sur
un certain nombre de codes disponibles pour la communauté tels que Suspect (pour calculer les
spectres de masse des particules supersymétriques), micrOMEGAs (pour calculer la densité re-
lique de matière noire), CalcHEP (donnant les largeurs de désintégration de la NLSP) et un code
permettant de calculer les abondances des éléments légers produits pendant la nucléosynthèse
primordiale (développé par Karsten Jedamzik). Il a été nécessaire de modifier certains de ces
programmes pour les adapter aux scénarios étudiés et d’établir une interface entre ces différents
codes.
Les deux premières parties présentent le cadre général de la thèse.
La première partie aborde l’aspect cosmologique en trois chapitres. Je présente les grandes
lignes du modèle du Big Bang en insistant en particulier sur le calcul de densité relique de
particules par l’équation de Boltzmann. Un chapitre est dédié à la nucléosynthèse primordiale
et les effets de la désintégration de particules reliques pendant la BBN et les états liés. Le dernier
chapitre concerne la matière noire.
La deuxième partie introduit le côté physique des particules. Je commence par présenter le mo-
dèle standard puis la supersymétrie, la supergravité et l’apparition du gravitino dans la théorie
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et finalement les aspects phénoménologiques du MSSM.
La dernière partie présente les résultats de ce travail de thèse. Pour résoudre les problèmes
du lithium, je présente le calcul des largeurs de désintégration de la NLSP pendant la BBN
et le calcul de l’énergie hadronique. Pour la densité relique de matière noire, les productions
thermiques et non-thermiques sont détaillées. De nombreuses contraintes sont aussi discutées
comme les perturbations du spectre du fond diffus cosmologique par l’injection d’entropie lors
de la désintégration de la NLSP ou les contraintes provenant des collisionneurs.
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5Première partie
Du côté de la Cosmologie
7La cosmologie est la branche des sciences qui étudie l’Univers dans sa globalité pour en com-
prendre la nature et l’origine. La volonté de comprendre le monde et son fonctionnement com-
mence dès l’Antiquité. On retrouve des modèles décrivant l’Univers dans la plupart des civi-
lisations comme en Mésopotamie, en Égypte ou en Grèce. La cosmologie de cette époque est
avant tout une cosmologie religieuse qui se fonde sur des mythes et des légendes qui racontent
tantôt la naissance du monde, le périple du soleil et des planètes dans le ciel ou suggèrent la
forme de l’univers. La méthode scientifique est absente de ces modèles d’univers. À partir du
XVIIe siècle, l’invention des premiers instruments optiques comme la lunette astronomique de
Galilée permettent l’utilisation de mesures précises pour comprendre la structure de l’Univers.
Au fur à mesure de nouvelles observations, la vision de l’Univers se modifie. Le modèle géo-
centrique est remplacé par le modèle héliocentrique, puis le Soleil n’est finalement qu’une étoile
parmi tant d’autres dans un bras d’une galaxie spirale.
La cosmologie moderne naît en 1915 avec la relativité générale d’Albert Einstein et les premiers
modèles cosmologiques dynamiques par Alexander Friedmann en 1922. La description de notre
Univers s’est enrichie au cours du XXe siècle en fonction des nouvelles observations, des nou-
velles données et des avancées théoriques. Cette description forme aujourd’hui un ensemble
cohérent appelé modèle du Big Bang, qui suppose que l’Univers était initialement très dense et
très chaud. Il est en expansion ce qui entraîne son refroidissement et une baisse de sa densité.
Ce modèle est très populaire car il permet de décrire relativement simplement l’évolution de
l’Univers et il est en bon accord avec les observations actuelles.
Néanmoins, certaines questions ne sont pas simplement résolues dans le cadre du modèle du
Big Bang. Des modifications enrichissant le modèle permettent de résoudre certaines questions.
Quelques problèmes comme l’origine de l’homogénéité de l’Univers à grande échelle peuvent
trouver une réponse satisfaisante en introduisant une phase inflationnaire dans les premiers ins-
tants de l’Univers. Mais d’autres sujets sont encore des questions ouvertes tels la nature de la
matière noire, qui explique la courbe de rotation des galaxies, l’origine de l’énergie noire à la
source de l’expansion accélérée de l’Univers ou le mécanisme de baryogenèse expliquant le fait
que l’Univers ne contient que de la matière et pas d’antimatière.
Mon travail de thèse se concentre sur deux problèmes cosmologiques qu’il est possible de re-
grouper sous une thématique unique « Deux problèmes du secteur de la matière ». Les obser-
vations de l’Univers nous permettent d’estimer quelle est la part de matière dans l’Univers,
celle-ci correspond à environ 26% de la densité totale d’énergie de l’Univers. La matière existe
sous deux formes, la matière ordinaire (4% de la densité totale) qui compose les étoiles, les
planètes et les êtres vivants et la matière noire (22% de la densité totale) dont la nature est
inconnue. Le premier problème étudié concerne la matière ordinaire et la production des élé-
ments les plus légers (deutérium, hélium, lithium. . . ) dans les premières secondes de l’Univers
pendant la nucléosynthèse primordiale. Le modèle décrivant l’abondance des éléments produit
peut être confronté à des observations. Il présente des anomalies pour les isotopes du lithium.
Ce sont ces anomalies que nous cherchons à résoudre en modifiant le modèle théorique de nu-
cléosynthèse primordiale. Le deuxième problème concerne la nature de la matière qui ne peut
être observée directement. Le modèle de physique des particules que nous utiliserons par la
suite permet de résoudre ces deux problèmes simultanément.
Avant d’aborder l’aspect physique des particules et la résolution des problèmes cosmologiques,
cette première partie du mémoire présente une petite balade du côté de la cosmologie pour
8donner le cadre de ce travail de thèse. Le premier chapitre décrit le modèle du Big Bang et
les notions importantes utiles tout au long de ce travail. Le suivant présente la nucléosynthèse
primordiale, l’ensemble des processus à l’origine de la formation des éléments légers lorsque
l’Univers était âgé de quelques seconde. J’introduirai les problèmes du lithium dont l’abon-
dance observée dans l’Univers est en désaccord avec les prédictions théoriques et la possibilité
de résoudre ces problèmes en supposant que des particules instables se désintègrent pendant
la nucléosynthèse primordiale. La dernière partie donne un aperçu de la problématique de la
matière noire dont la nature reste encore inconnue à ce jour.
9Chapitre 1
Le modèle du Big Bang
Le modèle du Big Bang décrit l’Univers comme un système se trouvant initialement dans un
état de densité et température élevées en expansion et se refroidissant. Ce modèle permet de
décrire l’évolution thermodynamique de l’Univers, le fond diffus cosmologique, l’abondance
des éléments légers, la formation des grandes structures et le contenu de l’Univers actuel.
Ce chapitre a pour objectif de présenter les grandes lignes du modèle standard de la cosmologie.
Une première partie décrira les ingrédients fondamentaux pour modéliser un univers en expan-
sion à partir de la relativité générale avec les équations d’Einstein. Celles-ci relient la géométrie
de l’Univers à son contenu énergétique et permettent d’étudier la dynamique de l’évolution de
l’Univers. La deuxième partie décrira l’aspect thermodynamique d’un univers en expansion. La
dernière partie présentera une chronologie de l’Univers avec les grandes étapes de son évolu-
tion. Ce chapitre s’appuie principalement sur les références [1, 2].
1.1 Quelques notions de relativité générale
La relativité générale fut élaborée par Albert Einstein en 1915. Cette théorie repose sur la re-
lativité restreinte et le principe d’équivalence qui suppose que la masse inertielle et la masse
gravitationnelle sont identiques. La conséquence directe est que la chute libre des corps ne dé-
pend pas des masses et donc formellement un champ de gravitation statique est équivalent à un
référentiel accéléré.
Cette théorie permet de décrire les trajectoires des particules dans un univers courbe. L’inter-
valle ds entre deux points de l’espace-temps s’exprime alors en fonction de la métrique gµν et
du système de coordonnées d’espace-temps xµ, µ = 0, 1 . . . 3 par
ds2 = gµνdx
µdxν (1.1)
En relativité restreinte, l’espace plat et statique est décrit par la métrique de Minkowski
gµν = diag(1,−1,−1,−1) (1.2)
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Il existe d’autres conventions pour cette métrique, par exemple celle plus souvent utilisée en
cosmologie ayant la signature (−,+,+,+). En relativité générale, l’espace est courbe, la forme
de la métrique peut être beaucoup plus complexe.
On définit les symboles de Christoffel à partir du tenseur métrique
Γλµν =
1
2
gλσ (∂µgσν + ∂νgµσ − ∂σgµν) (1.3)
Le tenseur de Riemann se construit à partir des symboles de Christoffel
Rρλµν = ∂µΓ
ρ
λν − ∂νΓρλµ + ΓσλνΓρσµ − ΓσλµΓρσν (1.4)
il contient toute l’information sur la courbure de l’espace-temps. Il mesure le changement d’un
4-vecteur lors de son transport parallèle sur un chemin fermé.
On définit le tenseur de Ricci comme une contraction du tenseur de Riemann
Rµν = R
σ
µσν (1.5)
et le scalaire de Ricci (scalaire de courbure) par la trace du tenseur de Ricci
R = gµνRµν = R
µ
µ (1.6)
Ces grandeurs interviennent directement dans les équations d’Einstein.
1.2 Équations d’Einstein
Pour obtenir des équations du mouvement, on applique le principe de moindre action sur l’ac-
tion proposée par David Hilbert et Albert Einstein
S =
1
2κ
∫ √−g(R− 2Λ)d4x+ Smat (1.7)
où g est le déterminant de la métrique gµν , Smat est l’action des champs de matière et κ est
un paramètre libre qui est identifié en imposant de retrouver la gravitation newtonienne dans la
limite des champs faibles. On trouve
κ =
8πGN
c4
(1.8)
où GN la constante de gravitation de Newton est reliée à la masse de Planck par GN = 1/m2Pl,
avec mPl = 1.2 × 1019 GeV. On utilisera par la suite la masse de Planck réduite MPl =
mPl/
√
8π = 2.4× 1018 GeV.
Le terme Λ est la constante cosmologique initialement introduite par Einstein pour décrire un
univers statique. Il la retira de son équation quand les observations de Edwin Hubble furent
interprétées comme une preuve que l’Univers était en expansion (voir section 1.3.2. Elle est
aujourd’hui réintroduite dans l’équation pour rendre compte de l’expansion accélérée de l’Uni-
vers.
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Le principe de moindre action pose
δS = 0 (1.9)
On obtient alors les équations d’Einstein (avec les unités naturelles c = ~ = 1)
Rµν − 1
2
Rgµν = 8πGNTµν + Λgµν (1.10)
avec T µν le tenseur énergie-impulsion défini par
Tµν = − 2√−g
δSmat
δgµν
(1.11)
La conservation du tenseur énergie-impulsion donne
∇νT µν = 0 (1.12)
Les équations d’Einstein éq. 1.10 permettent de relier la géométrie de l’Univers (partie gauche
de l’équation) au contenu matériel de l’Univers (partie droite). Elles sont les bases de la cosmo-
logie moderne.
1.3 Dynamique de l’évolution de l’Univers
1.3.1 Principe cosmologique
Les équations d’Einstein permettent de décrire un univers dynamique, en contraction ou en
expansion. Certaines hypothèses simplificatrices permettent de résoudre ces équations. Il est
supposé que l’Univers est homogène et isotrope, ces hypothèses sont d’ailleurs physiquement
justifiées par les observations de l’Univers à grande échelle. Ces deux hypothèses contituent
le principe cosmologique. L’homogénéité suppose que tous les points de l’Univers sont statis-
tiquement semblables. L’étude des galaxies (par des programmes comme SDSS 1 ou 2dF 2)
semble indiquer une distribution homogène pour des échelles supérieures à ∼ 100 Mpc. L’iso-
tropie implique que toutes les directions autour d’un point sont équivalentes. Les observations
du fond diffus cosmologique mettent en évidence une isotropie de la température, les fluctua-
tions relatives (mesurées par les missions COBE [3] et WMAP [4]) étant de l’ordre de 10−5.
1.3.2 Métrique de Robertson-Walker
Le principe cosmologique, en imposant un certain nombre de symétries, détermine la forme de
la métrique, on obtient la métrique de Robertson-Walker en coordonnées sphériques
ds2 = dt2 − a2(t)
[
dr2
1− kr2 + r
2(dθ2 + sin2 θdφ2)
]
(1.13)
1Sloan Digital Sky Survey : http ://www.sdss.org/
2Two Degree Field system : http ://www.aao.gov.au/2df/
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a(t) est appelé facteur d’échelle et peut être déterminé à partir des équations d’Einstein. Il dé-
pend du temps et permet donc de décrire un Univers dynamique en contraction ou en expansion.
Le paramètre k prend respectivement les valeurs 1, 0,−1 selon que l’univers est sphérique, plat
ou hyperbolique.
En 1929, Edwin Hubble observe une relation directe entre la distance et la vitesse de fuite des
galaxies. Hubble n’a étudié que des galaxies proches de la Voie Lactée et obtient une relation
linéaire entre distance et vitesse
v = H0d (1.14)
reliés par le paramètre de Hubble H0, l’indice 0 indique qu’on prend la valeur de H mesurée
aujourd’hui, cette grandeur varie avec le temps et décrit le taux d’expansion de l’Univers, on le
paramètrise souvent par
H0 = 100h km.s−1. Mpc−1 (1.15)
avec h = 0.70 ± 0.01. La valeur de H0 est aujourd’hui mesurée avec précision par diverses
méthodes en bon accord entre elles [5, 4].
Pour mesurer la vitesse de déplacement des galaxies, la grandeur utilisée est le redshift. Le
spectre lumineux des galaxies s’éloignant est décalé vers les grandes longueurs d’onde, vers le
rouge d’où le terme anglais de redshift. On définit le redshift comme la variation de la longueur
d’onde d’un photon entre le moment de son émission λemis et de son observation λobs sur la
Terre
z =
λobs − λemis
λemis
(1.16)
Le redshift est directement relié au facteur d’échelle
1 + z =
λobs
λemis
=
aobs
aemis
(1.17)
La relation de Hubble, éq. 1.14, est interprétée comme une mise en évidence de l’Univers en
expansion. Les galaxies s’éloignent de nous à cause de l’expansion de l’Univers.
Le paramètre de Hubble est relié au facteur d’échelle par
H =
a˙
a
(1.18)
où le point dénote une dérivation par rapport au temps t. Si on connaît l’évolution du facteur
d’échelle dans le temps, le redshift peut alors servir comme unité de temps ou de distance.
1.3.3 Équations de Friedmann-Lemaître
Les équations d’Einstein permettent de déterminer la dynamique du facteur d’échelle. On sup-
pose que l’Univers est rempli d’un fluide parfait de densité d’énergie ρ et de pression p. Le
principe cosmologique impose la forme du tenseur énergie-impulsion
T µν = diag(ρ,−p,−p,−p) (1.19)
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w densité facteur d’échelle
rayonnement w = 1/3 ∝ 1/a4 ∝ t1/2
matière w = 0 ∝ 1/a3 ∝ t2/3
constante cosmologique w = −1 cste ∝ eHt
TAB. 1.1 – Équation d’état, densité d’énergie et facteur d’échelle pour différents types de fluides
Avec ces hypothèses, les équations d’Einstein prennent le nom d’équations de Friedmann-
Lemaître
H2 =
(
a˙
a
)2
=
8πG
3
ρ− k
a2
+
Λ
3
(1.20)
a¨
a
= −4πG
3
(ρ+ 3p) +
Λ
3
(1.21)
La conservation du tenseur énergie-impulsion, éq. (1.12) donne également
ρ˙+ 3H(ρ+ p) = 0 (1.22)
Cette équation est équivalente à la deuxième équation de Friedmann, éq. (1.21).
1.3.4 Évolution du facteur d’échelle
Pour déterminer simultanément ρ(t), p(t) et a(t), on introduit l’équation d’état du fluide qui
s’écrit :
p = wρ (1.23)
La densité d’énergie s’écrit (avec l’équation 1.22) alors en fonction du facteur d’échelle (si w
est constant)
ρ(a) ∝ a−3(1+w) (1.24)
La valeur de w varie selon la nature du fluide et vaut respectivement 0, 1/3,−1 pour de la
matière non-relativiste, le rayonnement et la constante cosmologique. L’évolution des différents
paramètres selon la nature du fluide est donnée dans le tableau 1.1
Si une espèce domine par son abondance, l’Univers suit sa dynamique. Ainsi l’Univers a suc-
cessivement connu une ère de radiation puis une ère de matière et aujourd’hui une ère dominée
par la constante cosmologique.
Il est d’usage de réécrire les équations de Friedmann en fonction de grandeurs réduites. On
définit une densité critique correspondant à une courbure nulle :
ρc =
3H2
8πGN
(1.25)
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On définit ensuite des densités réduites pour les différentes composantes de la matière Ωi et la
densité de matière totale Ωm
Ωi =
ρi
ρc
(1.26)
Ωm =
∑
i
Ωi (1.27)
De même, on définit des densités réduites pour la constante cosmologique et la courbure
ΩΛ =
Λ
3H2
(1.28)
Ωk = − k
a2H2
(1.29)
La première équation de Friedmann, éq. (1.20), se réécrit simplement
Ωm + ΩΛ + Ωk = Ωtot + Ωk = 1 (1.30)
Cette relation montre que les termes de matière et de la constante cosmologique déterminent à
eux seuls la géométrie de l’Univers. On aura respectivement un univers fermé, plat ou ouvert
pour Ωtot > 1,= 1 ou < 1 correspondant respectivement à une densité totale ρtot > ρcrit,
ρtot = ρcrit ou ρtot < ρcrit.
1.3.5 Expansion accélérée de l’Univers et énergie noire
Les supernovae de type Ia (SNIa) sont un outil particulièrement important en cosmologie car
elles peuvent servir de chandelles standards. La courbe de luminosité des SNIa est très caracté-
ristique et permet après une opération de normalisation (voir Fig. 1.1) de déterminer la distance
à laquelle se trouve la supernova. Les supernovae ont donc été utilisées pour prolonger le dia-
gramme de Hubble et vérifier la loi de Hubble, éq. (1.14), à plus grand redshift. Deux équipes
ont publié leurs résultats en 1998, le Supernova Cosmology Project (SCP) [7] avec 42 superno-
vae comprises dans un redshift 0.101 < z < 0.830 et le High-Z Supernova Search Team (HZT)
avec 34 SN1a à une distance 0.16 < z < 0.62 [8]. Les résultats des deux équipes sont présen-
tés dans la figure Fig. 1.2 et permettent de conclure que l’Univers est en expansion accélérée.
Si la relativité générale décrit correctement la gravitation alors une expansion accélérée n’est
possible que si l’Univers est dominé par un fluide avec une équation d’état w < −1/3 appelé
énergie noire. La combinaison de nombreuses observations et notamment celles des supernovae
et du fond diffus cosmologique permet de conclure que l’Univers est plat (Ωtot = 1.02± 0.02)
avec une densité d’énergie noire ΩDE ≃ 0.72 et de matière Ωm ≃ 0.28 (voir Fig. 1.3).
La nature de l’énergie noire n’est pas connue. Un candidat naturel est la constante cosmologique
avecw = −1 mais sa densité ne peut pas être expliquée par la physique des particules, qui donne
des valeurs de densité de 60 ordres de grandeur supérieures. Il existe d’autres modèles d’énergie
noire tels que la quintessence, le gaz de Chaplygin, ou des approches modifiant la gravitation
telles que les théories scalaire-tenseur.
La nature de la matière noire fait également l’objet de recherches. Étant un élément central de
cette thèse, son étude sera discutée au chapitre 3.
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FIG. 1.1 – Normalisation des courbes de luminosité des supernovae Ia par dilatation du temps,
figure tirée de [6]
FIG. 1.2 – Diagramme de Hubble, résultats des études sur les supernovae de SCP et HZT, source
[9]
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FIG. 1.3 – Densité d’énergie noire en fonction de la densité de matière avec les résultats des
études sur les supernovae, le fond diffus cosmologique et les amas de galaxies
1.4 Histoire Thermique de l’Univers
La récession des galaxies découverte par Hubble et l’étude du fond diffus cosmologique à
2.725 K sont des observations essentielles du modèle du Big Bang, qui prédit un passé très
chaud et très dense pour l’Univers, celui-ci s’étant progressivement refroidi lors de son expan-
sion.
L’histoire thermique de l’Univers se résume principalement à l’évolution de la température
Ti des différents éléments qui le composent par rapport à l’évolution d’une température de
référence T , la température des photons. Si le taux d’interaction Γ d’une espèce avec le bain
thermique à la température T est plus grand que le taux d’expansion de l’Univers Γ & H ,
l’espèce est considérée en équilibre thermique et Ti = T . Lorsque Γ . H , l’espèce n’interagit
quasiment plus avec le bain thermique, elle se découple du bain thermique, sa température
évolue différemment de T . On parle de gel (freeze-out en anglais) de l’espèce.
Nous présenterons dans cette partie certaines notions de thermodynamique pour des particules
à l’équilibre thermique puis hors équilibre décrivant le freeze-out et permettant le calcul de la
densité relique de ces particules.
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1.4.1 Thermodynamique à l’équilibre
Fonction de distribution
Pour décrire des processus physiques, il faut déterminer la fonction de distribution f(p, T ) des
particules présentes dans l’Univers où p désigne la quantité de mouvement et T la température
de l’Univers.
Pour une particule de masse m en équilibre thermodynamique à une température T suivant une
statistique de Fermi-Dirac ou Bose-Einstein, la fonction de distribution est
fi(p, T ) =
gi
exp [(E − µ)/Ti]± 1 (1.31)
où gi compte le nombre de degrés de liberté de spin et µ est le potentiel chimique de l’espèce,
Ti est la température associée à l’espèce en question.
Quantités thermodynamiques
On définit la densité de particules, la densité d’énergie et la pression pour chaque espèce
ni(p, T ) =
∫
fi(p, T )d
3p (1.32)
ρi(p, T ) =
∫
Efi(p, T )d
3p (1.33)
pi(p, T ) =
∫ |p|2
3E
fi(p, T )d
3p (1.34)
Il est possible de déterminer ces quantités dans certains cas limites
- T ≫ m : particule ultra-relativiste
n =


ζ(3)
π2
gBT
3 (bosons)
3
4
ζ(3)
π2
gFT
3 (fermions)
(1.35)
ρ =


π2
30
gBT
4 (bosons)
7
8
π2
30
gFT
4 (fermions)
(1.36)
p = ρ/3 (bosons et fermions) (1.37)
où apparaît la fonction de Riemann ζ(3) ∼ 1.202.
- T ≪ m : particule non-relativiste
Dans ce cas-là, les distributions de Fermi-Dirac et Bose-Eintein peuvent être remplacées par la
distribution de Maxwell-Boltzmann soit f(p, T ) ∼ exp(−E/kT ) avec E ≃ m+ p2/2m, on a
alors
n = g
(
mT
2π
)3/2
exp
(
−m
T
)
(1.38)
ρ = mn (1.39)
p = nT ≪ ρ (1.40)
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Il apparaît clairement une fonction de suppression exp(−m/T ) dans l’expression de la densité
n de particules non-relativistes. La densité de ces particules devient rapidement très faible avec
le refroidissement de l’Univers.
Nombre de degrés de liberté relativistes
La densité totale de rayonnement, c’est-à-dire l’ensemble des particules relativistes, est donnée
par
ρtot = g∗(T )
π2
30
T 4 (1.41)
et donc la pression s’écrit
ptot =
ρtot
3
= g∗(T )
π2
90
T 4 (1.42)
g∗ représente le nombre effectif de degrés de liberté des particules relativistes
g∗(T ) =
∑
i∈bosons
gB,i
(
TB,i
T
)4
+
7
8
∑
i∈fermions
gF,i
(
TF,i
T
)4
(1.43)
Il faut noter que les particules qui contribuent majoritairement sont les particules à l’équilibre
thermodynamique (Ti = T ), les espèces découplées ayant une température Ti < T .
Entropie
La deuxième loi de la thermodynamique nous donne dans le cas d’une expansion adiabatique
la conservation de l’entropie d’un volume comobile :
TdS = d(ρa3) + pd(a3) = 0 (1.44)
On définit s la densité d’entropie
S = sa3 (1.45)
On en déduit
s =
ρ+ p
T
(1.46)
La densité d’entropie est dominée par la contribution des particules relativistes ; avec les ex-
pressions de ρtot et ptot
s =
2π2
45
g∗sT 3 (1.47)
avec
g∗s =
∑
i∈bosons
gB,i
(
Ti
T
)3
+
7
8
∑
i∈fermions
gF,i
(
Ti
T
)3
(1.48)
À g∗s = cste, l’expression de la densité d’entropie nous donne le comportement de la tempé-
rature de l’Univers : T ∝ a−1. La figure Fig. 1.4 donne l’évolution de g∗ et g∗s au cours de
l’histoire de l’Univers. Pour la plus grande partie de l’histoire de l’Univers, Ti = T pour toutes
les espèces relativistes et donc g∗s = g∗.
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FIG. 1.4 – Évolution de g∗ (trait plein) et g∗s (tirets) au cours de l’histoire de l’Univers pour une
échelle QCD de 150 ou 400 MeV. Figure tirée de [10].
1.4.2 Découplage du bain thermique
Une particule est à l’équilibre thermique si elle interagit suffisamment avec le reste des par-
ticules de l’Univers. De façon schématique, on estime qu’une particule n’interagit pas suffi-
samment si le taux d’interaction est plus faible que le taux d’expansion de l’Univers. Si cette
particule n’est plus à l’équilibre, on dit qu’elle est découplée de l’Univers.
Particules découplées
On considère une espèce de particules X avec un taux de réaction ΓX ∼ n 〈σv〉, n et 〈σv〉 étant
la densité de particules de l’espèce et la moyenne thermique de la section efficace. Pour une
interaction faible avec un boson de masse m > T , la section efficace typique σ ∼ α2T 2/m4 et
n ∝ a−3 ∝ T 3, le taux de réaction a donc une dépendance en température Γ ∼ T 5. Ces parti-
cules sont à l’équilibre thermodynamique si ΓX > H . Pendant l’ère dominée par la radiation,
le paramètre de Hubble est relié à la température 3
H =
[
8πGN
3
(
π2
30
)]1/2
g1/2∗ T
2 ≃ 1.66g1/2∗
(
T 2
MPl
)
(1.49)
Ainsi avec l’expansion de l’Univers et la baisse de la température, les espèces finissent néces-
sairement par découpler, entraînant des modifications profondes de la forme sous laquelle se
trouve le contenu matériel de l’Univers et amenant de brusques évolutions du nombre effectif
de degrés de liberté relativistes, voir figure Fig. 1.4.
3En intégrant H = −T˙ /T , le temps est obtenu de façon équivalente t(T ) ≃ 0.3g−1/2∗ (MPl/T 2)
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De plus, lorsque T < mX où mX est la masse d’une particule, celle-ci passe du statut de
particule relativiste au régime non-relativiste. Son entropie est transférée au bain de photons
relativistes et aux autres particules relativistes, ce qui entraine une hausse de la température de
l’Univers.
Lors du découplage, la population X n’interagit plus avec les autres particules (freeze-out). Son
évolution est indépendante de celle de l’Univers, la densité après découplage devient respecti-
vement selon que l’espèce X est relativiste ou non (Tf et af sont la température et le facteur
d’échelle à l’instant du freeze-out)
nX,R =


η(3)
π2
gBT
3
f
(af
a
)3
(bosons)
3
4
η(3)
π2
gFT
3
f
(af
a
)3
(fermions)
(1.50)
nX,NR = g
(
mTf
2π
)3/2
exp
(
−m
Tf
)(af
a
)3
(1.51)
Ces équations permettent en principe de calculer la densité relique des particules X. Néanmoins
cela suppose que le découplage se produise à une température bien précise, ce qui n’est en pra-
tique pas réalisé. La densité relique est en général calculée en résolvant l’équation différentielle
d’évolution des populations, l’équation de Boltzmann.
Équation de Boltzmann
L’évolution de la fonction de distribution est obtenue à partir de l’équation de Boltzmann
L[f ] = C[f ] (1.52)
où L = d/ds est l’opérateur de Liouville et C est l’opérateur des collisions, décrivant les
interactions de la particule considérée.
En supposant un espace-temps homogène et isotrope, avec la densité de particules n et en inté-
grant sur l’impulsion, l’équation de Boltzmann est :
n˙i + 3Hni =
gi
(2π)3
∫
C[fi(pi, t)]
d3pi
2Ei
= Ci (1.53)
Pour une interaction de la forme i + j → k + l, le terme de collision s’écrit en supposant
l’invariance CP (impliquant |M|2 = |M|2i+j→k+l = |M|2k+l→i+j)
Ci = (2π)
∫
δ(4)(pi + pj − pk − pl) gid
3pi
2(2π)3Ei
× · · · × gld
3pl
2(2π)3El
×
×|M|2[fkfl(1± fi)(1± fj)− fifj(1± fk)(1± fl)]
(1.54)
Pour les situations cosmologiques pertinentes correspondant à E ≫ T , l’Univers est suffi-
samment refroidi pour ne pas être dominé par les effets quantiques qui sont négligeables, on
a 1 ± f ≃ 1 et on peut remplacer les distributions de Fermi-Dirac ou Bose-Einstein par des
distributions de Maxwell-Boltzmann. L’équation de Boltzmann devient
n˙i + 3Hni =
gi · · · gl
(2π)8
∫
δ(4)(pi + pj − pk − pl)d
3pi
2Ei
× · · · × d
3pl
2El
|M|2[fkfl − fifj ] (1.55)
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Dans le cas du gel d’une interaction et de particules reliques, on suppose qu’à une tempéra-
ture supérieure à sa masse, la particule massive X est en équilibre thermodynamique avec son
antiparticule, seule l’annihilation et l’annihilation inverse peuvent modifier sa densité
X + X¯ ↔ l + l¯ (1.56)
si cette particule reste à l’équilibre thermodynamique, sa densité relique est donnée par l’équa-
tion (1.38) :
n ∝ (mT )3/2 exp
(−m
T
)
(1.57)
et devient rapidement négligeable quand l’Univers refroidit. Mais l’annihilation est incapable de
garder les particules en équilibre pendant l’expansion de l’Univers (freeze-out). Il faut évaluer
le terme (fkfl − fifj). Les particules l et l¯ sont en équilibre thermodynamique, en négligeant
le potentiel chimique les distributions sont de la forme fl = exp(−El/T ) et fl¯ = exp(−El¯/T ).
La conservation de l’énergie impose EX +EX¯ = El +El¯ d’où flfl¯ = exp[−(EX +EX¯)/T ] =
f eqX f
eq
X¯
où f eqX et f
eq
X¯
sont les distributions si X était à l’équilibre thermodynamique. L’équation
de Boltzmann s’écrit simplement
n˙X + 3HnX = −〈σv〉
(
n2X − neqX 2
)
(1.58)
La section efficace moyennée sur la distribution de vitesse est donnée par
〈σv〉 = 1
neqX
2
∫
d3pX
2EX
d3pX¯
2EX¯
d3pl
2El
d3pl¯
2El¯
δ(4)(pX + pX¯ − pl − pl¯)×
×|M|2 exp[−(EX + EX¯)/T ]
(2π)8
(1.59)
Il est utile d’éliminer la dépendance de l’expansion, on définit une nouvelle variable, la densité
comobile, correspondant à la densité normalisée par l’entropie pour supprimer toute dépendance
à l’expansion de l’Univers
Y =
n
s
(1.60)
En utilisant la conservation de l’entropie sa3 = cste et H = a˙/a, l’équation de Boltzmann se
réécrit pour la particule X
Y˙X = −〈σv〉 s
(
Y 2X − Y eqX 2
)
(1.61)
La figure 1.5 donne l’évolution de Y en fonction de x = m/T . En trait plein, la courbe
donne l’évolution de la densité de X à l’équilibre thermodynamique avec une décroissance
exponentielle et en pointillés, l’évolution de X hors équilibre thermodynamique. La densité
comobile devient quasi constante, sa valeur est d’autant plus grande que la section efficace
d’annihilation est petite.
Classiquement, la section efficace est calculée en utilisant un développement non-relativiste en
puissance de v2. Cette approximation n’est plus valide dans certaines situations particulières
comme la présence de seuil de masse, de résonance ou de coannihilation, voir les articles [11,
12] pour une discussion détaillée de ces effets. Dans le cas de la coannihilation, une ou plusieurs
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FIG. 1.5 – Évolution de l’abondance d’une espèce X découplant du plasma en fonction de
x = m/T . Figure extraite de [1]
particules ont une masse proche de celle de la particule relique. Il faut alors modifier l’équation
de Boltzmann et la section efficace. En supposantN particules Xi=1...N de masse mi et de degré
de liberté gi avec m1 ≤ m2 ≤ . . . ≤ mN et la particule la plus légère X1 est stable, l’équation
de Boltzmann s’écrit
dn
dt
+ 3Hn = −
N∑
i,j
〈σijvij〉
(
ninj − neqi neqj
) (1.62)
où n =
∑
ni est la densité de la particule relique en supposant que la désintégration des par-
ticules Xi est rapide. La section efficace σij est la section efficace d’annihilation (i = j) ou
coannihilation (i 6= j) en particules du modèle standard et vij est la vitesse relative. En faisant
l’approximation
ni
n
≃ n
eq
i
neq
(1.63)
on obtient
dn
dt
+ 3Hn = −〈σeffv〉
(
n2 − n2eq
) (1.64)
avec
〈σeffv〉 =
∑
i,j
〈σijvij〉 n
eq
i
neq
neqj
neq
(1.65)
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En suivant Edsjo et Gondolo [13], la moyenne thermique de la section efficace s’écrit
〈σeffv〉 =
∫∞
0
dpeffp
2
effWeffK1
(√
s
T
)
m41T
[∑
i
gim2i
g1m21
K2
(
mi
T
)]2 (1.66)
où Ki sont les fonctions de Bessel de deuxième espèce et d’ordre i. La quantité Weff est définie
comme
Weff =
∑
ij
pij
p11
gigj
g21
Wij (1.67)
avec Wij = 4EiEjσijvij et pij l’impulsion de la particule Xi dans le référentiel du centre de
masse de la paire XiXj .
La prise en compte des détails de la coannihilation est maintenant bien intégrée dans des codes
numériques tels que DarkSUSY [14] ou micrOMEGAs [15], ce dernier code ayant été utilisé
pour ce travail.
1.5 Les grandes étapes dans l’histoire de l’Univers
La description de l’Univers dans le cadre du modèle du Big Bang commence au temps de
Planck t = 10−43 secondes. Avant cette date, la gravitation nécessite une description quantique
mais il n’existe pas de modèle de gravitation quantique viable à ce jour. Il existe des théories
prometteuses telles que la gravité quantique à boucles (loop quantum gravity en anglais) ou
la théorie des cordes. À partir du temps de Planck, la gravitation est décrite par la théorie de
la relativité générale tandis que les interactions forte et électrofaible peuvent être unifiées et
décrites dans le cadre d’une théorie de grande unification.
À t = 10−35 secondes, la température est de l’ordre de 1016 GeV. L’Univers subit une transi-
tion de phase, les interactions forte et électrofaible ne sont plus unifiées. Il y a une importante
formation de monopôles magnétiques massifs dont la densité devrait provoquer une fermeture
de l’Univers en Big Crunch. Ce problème peut être résolu en faisant l’hypothèse que l’Univers
a connu une période inflationnaire.
Inflation
L’inflation correspond à une période de l’histoire de l’Univers où celui-ci est en expansion accé-
lérée. Cette période se situe dans les tout premiers instants de l’Univers et permet de résoudre un
grand nombre de problèmes cosmologiques. Elle permet entre autres d’expliquer la platitude de
l’Univers (pourquoi l’Univers a une courbure nulle), le problème de l’horizon (comment des ré-
gions du fond diffus cosmologique non causalement liées se trouvent à la même température),
le problème des monopôles (particules probablement produites dans les premiers instants de
l’Univers mais non observées aujourd’hui) ou permet la générations de fluctuations de densités
qui évoluent pour donner lieu aux grandes structures observées dans l’Univers actuel.
Le mécanisme réel de l’inflation n’est pas connu. Je présente ici les grandes lignes et les caracté-
ristiques principales de cette époque. L’inflation est générée par un champ scalaire φ, l’inflaton,
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φ
V (φ)
I
II
FIG. 1.6 – Le potentiel de l’inflaton avec le slow-roll (I), l’inflaton se déplace lentement vers le
minimum du potentiel. En ce point, l’inflaton oscille et se désintègre en particules (II) et induit
la période de réchauffage
dont la dynamique est décrite par un potentiel qui doit être très plat pour permettre le roule-
ment lent (« slow-roll » en anglais). Il est possible de définir pour l’inflaton une densité ρ et une
pression p de la façon suivante
ρ = φ˙2/2 + V (φ) p = φ˙2/2− V (φ) (1.68)
Dans l’hypothèse où le potentiel est très plat, l’énergie cinétique est négligeable devant l’énergie
potentielle φ˙ ≪ V (φ). L’évolution du facteur d’échelle au cours du temps est proche de celle
d’un espace-temps de de Sitter
a(t)
a(ti)
≃ exp [H(t− ti)] (1.69)
avec le paramètre de Hubble presque constant, il s’écrit à partir de la première équation de
Friedmann éq. (1.20)
H2 =
8πGN
3
V (φ) (1.70)
L’inflation dure ∼ 10−32 secondes, le facteur d’échelle augmente exponentiellement (au moins
d’un facteur 1026) et dilue complètement la densité des particules présentes avant l’inflation
comme les monopôles. Parallèlement, la température chute brutalement. À la fin de l’inflation,
l’équation d’évolution de φ se ramène à celle d’un oscillateur amorti par friction et l’inflaton
se désintègre en particules du modèle standard (et leurs partenaires supersymétriques, si la su-
persymétrie existe). Les étapes de l’inflation sont représentées sur le potentiel de l’inflaton, Fig.
1.6, avec d’abord le slow-roll (I) puis la désintégration de l’inflaton (II).
Lors de la désintégration de l’inflaton, un grand nombre de photons de haute énergie sont émis,
ce qui entraîne une élévation importante de la température de l’Univers, la température maxi-
male TR est appelée température de réchauffage post-inflationnaire. La figure 1.7 donne l’évo-
lution du facteur d’échelle et de la température dans un modèle sans inflation, la température
décroit de façon monotone tandis que le facteur d’échelle augmente. Dans le modèle avec in-
flation, le facteur d’échelle augmente brutalement entrainant une chute de la température suivi
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d’une période de réchauffage. Cette dernière est cruciale pour l’asymétrie matière-antimatière
(voir ci-dessous) et pose une valeur minimale à la température de réchauffage. Nous verrons par
la suite que la production thermique de gravitinos dépend également de TR et pose une limite
supérieure à cette température pour éviter une surproduction de gravitinos qui dépasserait la
densité critique de l’Univers.
L’inflation permet d’expliquer pourquoi des régions aujourd’hui causalement disjointes pré-
sentent les mêmes caractéristiques comme la même température de fond diffus cosmologique.
Avant l’inflation, ces régions étaient causalement liées, le champ de l’inflaton est identique en
tous points de l’Univers. Après l’expansion exponentielle et la séparation causale de certaines
régions de l’Univers, l’inflaton se désintègre identiquement en tous points de l’Univers et per-
met ainsi d’avoir une température identique dans des régions non-causalement liées.
La période inflationnaire est une période cruciale dans l’histoire de l’Univers, elle a fixé de
nombreux paramètres qui ont donné les conditions initiales pour amener l’Univers à évoluer
vers l’état que nous observons aujourd’hui.
Baryogenèse : T ∼ 100 GeV
Notre galaxie est principalement composée de matière, puisque les antiparticules sont quasi-
ment absentes. On observe les antiparticules en particulier dans les rayons cosmiques, princi-
palement sous la forme d’antiprotons et de positrons. Ils sont produits lors de collisions des
particules des rayons cosmiques avec les noyaux du gaz interstellaire. Leur abondance est mi-
nime, on mesure par exemple un antiproton pour 104 protons. Il est très difficile d’expliquer
l’excès de baryons. Il y a plusieurs solutions pour obtenir cet excès de baryons :
- excès imposé par des conditions initiales de l’Univers mais cela nécessite un ajustement
très fin pas très naturel
- matière et antimatière sont séparées spatialement dans des régions différentes. Cela sup-
pose une forte émission de rayons X aux frontières des régions. Celle-ci est fortement
contrainte. De plus, un mécanisme à l’origine de la séparation matière-antimatière est
difficile à concevoir
- baryogenèse : un mécanisme physique dynamique induisant l’asymétrie baryonique.
La baryogenèse semble le meilleur moyen de production de l’asymétrie baryonique. On sup-
pose que dans les premiers instants, l’Univers contenait des baryons B et antibaryons B¯ en
grande quantité et dans des proportions presque identiques. Le mécanisme de baryogenèse pro-
duit un petit excès de baryons par rapport aux antibaryons. Il s’ensuit un important processus
d’annihilation B + B¯ → γ + γ. L’excès de baryons ne s’annihile pas, ce qui entraîne que
l’Univers aujourd’hui contient uniquement des baryons mais en petite quantité devant la densité
de photons. L’étude du fond diffus cosmologique et la nucléosynthèse primordiale permettent
d’estimer ce rapport à
η =
nB − nB¯
nγ
≃ nB
nγ
∼ 10−10 (1.71)
En 1967, A. Sakharov énonce les trois conditions nécessaires à la baryogenèse [16]
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FIG. 1.7 – Évolution du facteur d’échelle et de la température dans le scénario sans inflation et
avec inflation. Figure extraite de [1]
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- violation du nombre baryonique : en supposant un état initial sans asymétrie B = 0, il est
nécessaire d’avoir un mécanisme violant le nombre baryonique pour obtenir B 6= 0 ;
- violation de C et CP permet d’avoir des taux de réactions pour les baryons différents de
ceux des antibaryons ;
- l’Univers doit être hors équilibre thermodynamique pour que les réactions inverses à
celles produisant l’asymétrie ne compensent pas ces dernières.
Le modèle standard de la physique des particules contient ces trois conditions mais la violation
de CP est trop faible pour reproduire le bon ordre de grandeur pour η.
Une solution possible de baryogenèse vient du secteur des leptons appelée leptogenèse [17].
Pour expliquer la faiblesse des masses des neutrinos gauches par le mécanisme de « see-saw »
(bascule en français), on introduit des neutrinos de Majorana très massifs singulets de l’in-
teraction faible donc d’hélicité droite. Ces neutrinos se couplent aux neutrinos gauche via un
couplage de Yukawa produisant un terme de masse de Dirac MD lors de la brisure électrofaible.
Étant liée à la brisure, la masse de Dirac est de l’ordre de grandeur de la brisure. Les neutrinos
droits peuvent également avoir une masse de Majorana M qui peut être beaucoup plus élevée
que l’échelle de brisure électrofaible puisqu’il n’y a pas de lien entre les deux. Nous obtenons
une matrice de masse pour les neutrinos dite matrice see-saw
(νL, N)

 0 MD
MTD M



 νL
N

 (1.72)
ce qui donne en diagonalisant une masse effective pour les neutrinos gauches
Mν = MD
1
M
MD (1.73)
Cette valeur peut être très petite siM ≫MD et permet d’expliquer la faible masse des neutrinos
gauche.
Les neutrinos droits sont produits par des réactions thermiques lors du réchauffage si TR & M .
Ces neutrinos sont instables, leur désintégration hors équilibre et avec une violation de CP
génère une asymétrie leptonique qui est convertie en asymétrie baryonique par des processus
de type sphaléron (processus électrofaible rare [18]) tant que T & 100 GeV. La leptogenèse
thermique explique l’asymétrie baryonique si TR & 3× 109 GeV [19]. Cette contrainte est par-
ticulièrement intéressante dans le cadre de cette thèse car la production thermique de gravitinos
pendant le réchauffage dépend de la température TR.
Brisure électrofaible : T ≃ 100 GeV
Autour de TMS ∼ 100 GeV, la symétrie électrofaible est brisée. La brisure de la symétrie du
modèle standard SU(3)C×SU(2)L×U(1)Y en SU(3)C×U(1)em est décrite par le mécanisme
de Higgs. Les particules couplées au champ scalaire de Higgs acquièrent une masse. C’est le
cas des bosons de jauge W±, Z et des fermions du modèle standard. Le modèle standard et sa
brisure par le mécanisme de Higgs seront détaillés au chapitre 4.
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Transition quark-hadron : T ≃ 150− 300 MeV
Aux alentours de TQCD ∼ 150 − 300 MeV, l’Univers passe d’un état de plasma quark-gluon
à un plasma de hadrons. À cette température, les quarks deviennent confinés dans les baryons
et les mésons. Cette transition de phase est relativement mal comprise car elle est décrite par
la chromodynamique quantique, théorie nécessitant un traitement non-perturbatif et qui rend
difficiles les calculs et les prédictions quantitatives.
Découplage des neutrinos et annihilation e+e− : T ≃ 1 MeV
Lorsque la température passe en dessous de Tν ∼ 1 MeV, les neutrinos découplent du bain
thermique. Le taux des interactions qui les maintenaient en équilibre thermique avec les photons
devient inférieur au taux d’expansion de l’Univers. Peu de temps après, lorsque T atteint la
masse des électrons me = 511 keV, les électrons et les positrons s’annihilent
e− + e+ → γ + γ (1.74)
Nucléosynthèse primordiale : T ≃ 100 keV
À des températures T & 0.1 MeV, les photons empêchent la formation de noyaux légers par
des réactions de photodissociation. Lorsque la température atteint TBBN ∼ 0.1 MeV, l’énergie
des photons devient trop faible et les noyaux de deutérium puis d’hélium-3, hélium-4, lithium-6
et lithium-7 sont formés. Cette étape importante de l’histoire de l’Univers est décrite en détail
au chapitre 2.
Transition rayonnement-matière : T ≃ 1 eV
Cette étape n’est pas due au refroidissement de l’Univers mais correspond simplement à l’ins-
tant où les densités de matière et rayonnement deviennent égales. À partir de cet instant la
densité de matière dépasse la densité de rayonnement et domine la dynamique de l’Univers.
Cela s’explique par les comportements différents des densités en fonction du redshift, la densité
d’énergie du rayonnement évolue en ρrad ∝ a−4 ∝ (1 + z)4 tandis que la densité d’énergie de
matière évolue en ρm ∝ a−3 ∝ (1 + z)3. La dilution de la matière est donc plus lente. Cette
transition a lieu pour un redshift 1 + zeq ≃ 3369 soit un âge de l’Univers d’environ 51000 ans.
Découplage photon-matière : T ≃ 0.4 eV
Dans le plasma, photons et électrons sont couplés par diffusion Thomson. Le libre parcours
moyen des photons est très court. Au redshift z = 1089 ± 2, les électrons et les protons se
combinent pour former de l’hydrogène neutre, cette période est appelée la recombinaison pri-
mordiale. Les photons découplent de la matière, leur libre parcours moyen devient suffisamment
grand pour nous parvenir aujourd’hui. À cause de l’expansion de l’Univers, la longueur d’onde
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FIG. 1.8 – Spectre du fond diffus cosmologique. Crédit : Ned Wright
de ces photons est fortement décalée dans le rouge. Ces photons constituent le rayonnement de
fond diffus cosmologique noté CMB pour « cosmic microwave background ».
Avant le découplage, les photons sont parfaitement thermalisés, leur spectre est celui d’un corps
noir. En l’absence d’injection d’entropie ultérieure au découplage, le spectre reste celui d’un
corps noir durant toute l’évolution de l’Univers malgré le redshift. Le spectre a été mesuré par
l’instrument FIRAS du satellite COBE, le résultat est donné par la figure Fig. 1.8.
La température associée à ce spectre est
TCMB = 2.725± 0.001 K (1.75)
À partir de la distribution et la température du corps noir, il est possible de calculer la densité
de photons aujourd’hui
nγ = 410.431 cm
−3 (1.76)
Pour étudier les photons du CMB, il faut d’abord soustraire le rayonnement des avant-plans
provenant des émissions de poussière galactique, les émissions synchrotrons des électrons et des
sources extra-galactiques très énergétiques (AGN, quasars. . . ). Un autre effet est à soustraire, le
système solaire est en déplacement dans l’Univers créant un dipôle de température à cause de
l’effet Doppler. Une hémisphère semble plus chaude tandis que l’autre semble plus froide. Il est
possible de définir un référentiel privilégié dans lequel il n’y a pas de dipôle. Les variations de
température associées au dipôle sont de l’ordre de δT/T = 10−3, correspondant à une vitesse
de 368± 2 km s−1. On soustrait les fluctuations de température liées au dipôle.
La carte du ciel est maintenant quasi homogène et isotrope confirmant l’hypothèse du principe
cosmologique. Les fluctuations résiduelles appelées anisotropies du CMB sont de l’ordre de
δT/T = 10−5.
L’étude des anisotropies de température permet de déterminer un grand nombre de caracté-
ristiques cosmologiques moyennant certaines hypothèses (comme le fait d’utiliser un modèle
30 1. LE MODÈLE DU BIG BANG
ΛCDM , où l’Univers est composé d’énergie noire sous la forme d’une constante cosmologique
et de matière noire). On commence par faire un développement en harmoniques sphériques Yℓm
des anisotropies de température pour une direction n
∆T
T
(n) =
∞∑
ℓ=2
ℓ∑
m=−ℓ
aℓmYℓm(n) (1.77)
Le spectre de puissance est défini par la moyenne d’ensemble des fluctuations de température
Cℓ =
1
2ℓ+ 1
∑
m
〈aℓma∗ℓm〉 (1.78)
Cℓ est le moment multipolaire d’ordre ℓ. L’ensemble des Cℓ constitue le spectre de puissance du
CMB. Il contient toute l’information statistique si les fluctuations sont gaussiennes. Le produit
ℓ(ℓ + 1)Cℓ est une mesure des fluctuations moyennes ∆T/T à l’échelle angulaire θ ∼ π/ℓ.
Les différentes caractéristiques du spectre de puissance Cℓ dépendent étroitement des différents
paramètres cosmologiques.
Les faibles fluctuations de température naissent de fluctuations quantiques de densité pendant
l’inflation. Suite à la période inflationnaire, le plasma primordial peut être considéré comme un
fluide parfait dans lequel les photons sont couplés à la matière. La gravité attire et compresse ce
fluide dans les puits de potentiel créés par les fluctuations de densité. La pression de radiation
des photons s’oppose à cette compression et génère des oscillations acoustiques dans le fluide.
Ces ondes « sonores » gèlent dans le CMB lors de la recombinaison. Les zones compressées et
raréfiées apparaissent respectivement comme des zones froides et chaudes dans le CMB donnant
lieu à des pics acoustiques dans le spectre de puissance du fond diffus cosmologique.
Ces oscillations se déplacent à la vitesse du son cs ≃
√
1/3c. Les perturbations ne sont donc pas
présentes pour des longueurs d’onde plus grandes que ds =
∫ trec
0
csdt/a(t) distance maximale
parcourue par une onde sonore depuis le Big Bang. Le premier pic acoustique est alors placé à
l’échelle angulaire θ = ds/dA où dA ∝ τ0
√
Ωtot est la distance angulaire. Comme cette distance
dépend fortement de la courbure, la position du premier pic et l’écartement entre les pics dans
le spectre d’anisotropies du CMB permet de déterminer la valeur de la courbure. Dans le cas
d’un Univers plat, le premier pic acoustique se situe à ℓ ≃ 200.1± 0.8.
D’autres effets agissent sur l’énergie des photons, avant et pendant le découplage :
- effet Sachs-Wolfe : il correspond à un redshift gravitationnel sur la surface de dernière
diffusion. Le potentiel gravitationnel crée des puits dont les photons doivent s’extraire,
produisant une perte d’énergie. Les fluctuations de température sont de la forme ∆T/T =
1/3Ψ où Ψ est le potentiel gravitationnel. Cet effet est dominant à grande échelle angu-
laire et forme un plateau dans le spectre des anisotropies du CMB
- amortissement Silk : les photons voient leur libre parcours moyen augmenter considé-
rablement pendant la recombinaison, ces photons diffusent et se redistribuent entre les
zones chaudes et les zones froides, uniformisant la température et induisant un certain
amortissement qui apparaît dans le spectre de puissance vers ℓ ∼ 140
√
Ωb0h2/0.019h
donc avant le premier pic acoustisque. Au delà de ℓ ≃ 2000 les multipôles sont presque
totalement amortis.
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effet mécanisme physique échelle angulaire
Sachs-Wolfe redshift gravitationnel 1˚ < θ < 90˚
Acoustique oscillations acoustiques 0.1˚ < θ < 1˚
Amortissement Silk dissipation des fluctuations θ . 0.1˚
TAB. 1.2 – Phénomènes agissant à différentes échelles angulaires sur le spectre de puissance du
fond diffus cosmologique
Il existe aussi des effets entre l’instant de dernière diffusion et le moment de l’observation :
- effet Sachs-Wolfe intégré : il est dû à l’évolution temporelle du potentiel gravitationnel le
long de la trajectoire du photon
- vers z ∼ 10, l’Univers subit une réionisation de l’hydrogène par les étoiles chaudes, les
photons du CMB sont à nouveau diffusés
- effet Sunyaev-Zel’dovich : effet Compton des γCMB sur les électrons dans les gaz chauds
et ionisés des amas de galaxies.
Les missions COBE et WMAP ont permis d’obtenir le spectre de puissance Fig. 1.9 des aniso-
tropies du CMB. Des études de maximum de vraisemblance (dans le cadre du modlèe ΛCDM)
permettent de déterminer la valeur des différents paramètres cosmologiques entrant en jeu dans
la forme du spectre de puissance, voir Tab. 1.3.
L’étude du CMB permet de calculer un paramètre important pour la nucléosynthèse primordiale,
le rapport densité de baryons sur densité de photons [20]
η =
nB
nγ
= (6.225± 0.170)× 10−10 (1.79)
Transition matière-énergie noire : T ∼ 10−3 eV
L’Univers semble depuis peu dominé par l’énergie noire. L’expansion de l’Univers devient une
expansion accélérée. Cette transition s’effectue quand la densité d’énergie noire devient plus
importante que la densité de matière. Dans le cas d’une énergie noire sous forme de constante
cosmologique, la densité d’énergie de celle-ci est constante ρΛ = cste et celle de la matière
évolue en ρm ∝ a−3 ∝ (1 + z)3. La transition s’effectue à un redshift zΛ ≃ 0.33
Situation actuelle : T = 2.725 K ∼ 2× 10−4 eV
La température de l’Univers est actuellement T = 2.725 K ≃ 2.3 × 10−4 eV. L’Univers
est décrit de façon très satisfaisante par un modèle ΛCDM dominé par l’énergie noire sous
forme de constante cosmologique de densité d’énergie Ω0Λ ≃ 0.72, une composante de matière
Ω0m ≃ 0.28 dont une quantité de matière baryonique Ω0baryons ≃ 0.046, le reste de la matière
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grandeur influences sur le spectre de puissance valeur moyenne ±1σ
densité
baryonique
- fixe la fréquence des oscillations du
plasma par l’intermédiaire de la vitesse du
son, quand Ωb0 augmente, cs diminue et
la fréquence d’oscillation est plus faible.
Ωb0 influe sur la position des pics et sur
leur espacement
- fixe l’amplitude relative des pics, le
deuxième pic sera d’autant plus bas que
Ωb0 est élevé
- influe sur l’amortissement Silk en chan-
geant le libre parcours moyen des pho-
tons, plus Ωb0 est élevé plus l’amortisse-
ment est important
Ωbh
2 = 0.02265± 0.00059
densité de
matière totale
peut être considérée comme contenant
principalement la matière noire, celle-
ci n’agit que gravitationnellement sur
les photons, contribue principalement au
terme de Sachs-Wolfe intégré en fixant
l’instant d’égalité matière-radiation
Ωmh
2 = 0.1369± 0.003
constante
cosmologique
- agit sur la position des pics acous-
tiques en modifiant la relation distance
angulaire-décalage spectral
- la constante cosmologique domine au-
jourd’hui, les potentiels de Bardeen (po-
tentiel gravitationnel) décroissent avec le
temps ce qui induit un effet Sachs-Wolfe
intégré tardif qui augmente la puissance à
grande échelle angulaire
ΩΛh
2 = 0.354± 0.008
courbure
- effets similaires à la constante cosmolo-
gique
- déviation géodésique, ce qui implique
que les pics acoustiques vont être déca-
lés vers de plus hauts monopôles pour des
espaces ouverts et plus petits dans des es-
paces fermés
−0.0175 < Ωk < 0.0085
TAB. 1.3 – Influence des paramètres cosmologiques sur le spectre de puissance du fond diffus
cosmologique et la valeur de ces paramètres à partir du meilleur ajustement sur les mesures du
spectre de puissance (ref. [4])
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FIG. 1.9 – Spectre de puissance du fond diffus cosmologique. Crédit : NASA / WMAP Science
Team.
est sous forme de matière noire froide décrite plus en détails au chapitre 3. La densité totale
d’énergie permet de contraindre la géométrie de l’Univers, elle vaut Ωtot = 1.02± 0.02, ce qui
est compatible avec un univers plat.
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Chapitre 2
Nucléosynthèse primordiale
La nucléosynthèse primordiale (BBN pour « Big Bang nucleosynthesis ») décrit la formation
des éléments légers tels que le deutérium, l’hélium-3, l’hélium-4, le lithium-6 et le lithium-7
dans les premiers instants de l’Univers (entre 1 et 104 secondes après le Big Bang). Les éléments
plus lourds sont produits dans les réactions nucléaires au sein des étoiles.
La nucléosynthèse est une importante source d’informations car elle permet d’étudier les tout
premiers instants de l’Univers. Les prédictions des modèles de nucléosynthèse primordiale sur
la production des différents éléments dépendent fortement des conditions (température, contenu
en particules) qui règnent dans l’Univers à cette époque. Le modèle le plus simple, appelé mo-
dèle standard de nucléosynthèse primordiale (SBBN pour Standard Big Bang Nucleosynthe-
sis), ne dépend que d’un unique paramètre, la densité de baryons dans l’Univers (la densité
d’antibaryons est négligeable suite à la baryogenèse). L’estimation de ce paramètre, par des
observations indépendantes de la BBN (ex : fond diffus cosmologique, voir chapitre 1), permet
de calculer les prédictions sur les abondances du modèle et de les confronter aux mesures as-
trophysiques. Malgré la difficulté d’obtenir des mesures fiables des abondances primordiales à
partir des observations, les résultats de la SBBN sont en bon accord avec les observations pour
des éléments contenant peu de nucléons (A ≤ 4). Pour les isotopes du lithium, les résultats ne
sont pas compatibles ; on parle des « problèmes du lithium ». Néanmoins la SBBN semble être
une bonne base pour décrire de façon complète la nucléosynthèse primordiale. De nombreuses
variantes ont été étudiées, comme des modèles présentant des inhomogénéités de distributions
de baryons (e.g. [21, 22]), contenant des particules instables (voir par exemple un des premiers
articles [23]), des neutrinos stériles (e.g. [24]), des champs magnétiques (e.g. [25]), des do-
maines d’antimatière (e.g. [26]) ou des théories alternatives de gravité (e.g. [27]). . . Nous nous
intéresserons dans cette thèse à un modèle de nucléosynthèse primordiale contenant des par-
ticules reliques instables dont la désintégration pendant et après la BBN permet de résoudre
les problèmes du lithium. De tels scénarios apparaissent de façon naturelle dans les extensions
supersymétriques du modèle standard qui seront décrites au chapitre 5. De plus, lorsque les par-
ticules reliques portent une charge électrique négative, elles peuvent former des états liés avec
les éléments légers du plasma. Des phénomènes de catalyse permettent de produire en grande
quantité du lithium-6 et du béryllium-9, on parle de « Catalyzed Big Bang Nucleosynthesis »
(CBBN).
Je présenterai dans ce chapitre la SBBN, le statut observationnel pour les éléments légers prin-
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cipaux mettant en évidence les limites de la SBBN pour le lithium nécessitant des extensions
de ce modèle. Je discuterai les effets de particules reliques instables se désintégrant pendant la
BBN et la CBBN. Tous ces phénomènes sont inclus dans le code numérique et privé de Kars-
ten Jedamzik [28, 29] calculant les abondances primordiales des éléments légers et qui a été
intensivement utilisé dans cette étude.
2.1 Modèle standard de Nucléosynthèse primordiale
Le modèle standard de la nucléosynthèse primordiale (SBBN) est le plus simple car il ne dépend
que d’un seul paramètre, la densité de baryons. Il est basé sur un certain nombre d’hypothèses
simplificatrices, le plasma de baryons est considéré homogène et libre de défauts et de par-
ticules reliques instables ; il suppose également que les potentiels chimiques leptoniques sont
négligeables et qu’il n’existe que trois saveurs de neutrinos. La durée de vie du neutron qui est
expérimentalement mesurée (τn = 885.7 ± 0.8 secondes [30]) est prise comme une constante
dans ce modèle.
La densité de baryons peut être obtenue en étudiant le fond diffus cosmologique car l’amplitude
et la distribution angulaire des fluctuations de température du CMB dépendent directement de
la densité de baryons. Ces fluctuations ont été étudiées par la mission spatiale WMAP [31, 20]
(voir chapitre 1) dont les résultats combinés avec les observations des amas de galaxies par la
collaboration Sloan Digital Sky Survey [32] donnent le rapport baryon sur photon :
η =
nB
nγ
= (6.225± 0.170)× 10−10 (2.1)
Ce paramètre est souvent écrit sous la forme
η10 = 10
10η = 6.225± 0.170 (2.2)
En connaissant la durée de vie du neutron et les taux de réactions nucléaires mis en jeu (source
principale d’incertitudes théoriques), cette valeur permet de calculer les abondances dans le
cadre de la SBBN.
L’histoire de la nucléosynthèse primordiale se déroule en plusieurs étapes. Pour des temps infé-
rieurs à la seconde, l’équilibre thermodynamique est établi entre toutes les particules présentes
dans le plasma : neutrinos, électrons, positrons, protons, neutrons et photons. Les interactions
faibles
n+ e+ ↔ p + ν¯e
p+ e− ↔ n + νe
(2.3)
maintiennent le rapport de densités de neutrons sur protons à sa valeur d’équilibre n/p = e−Q/T
où Q = 1.293 MeV est la différence de masses entre les nucléons et T la température de
l’Univers.
Avec l’expansion de l’Univers, la température diminue. Le taux de réaction d’échange neutrons-
protons Γn↔p ∼ G2FT 5 chute plus rapidement que le paramètre de Hubble H ∼
√
g∗GNT 2, où
GF , GN et g∗ désignent respectivement la constante de Fermi, la constante gravitationnelle et
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FIG. 2.1 – À gauche, l’évolution de la densité de neutrons libres en fonction du temps (traits
pleins), et évolution du même rapport dans le cas de l’équilibre thermique (tirets), à droite la
densité de deutérium
le nombre de degrés de liberté des particules relativistes dans le milieu. L’interaction faible ne
suffit plus pour maintenir l’équilibre, on a un freeze-out à la température Tf ∼ (g∗GN/G4F )1/6 ≃
0.8 MeV, ce qui correspond à un Univers âgé d’environ une seconde. La fraction de neutrons
se fige à la valeur de (n/p)f = e−Q/Tf ≃ 1/6. Néanmoins, la désintégration β du neutron
continue et le rapport atteint une valeur n/p ≃ 1/7 quand la production de deutérium devient
importante. La figure 2.1(a) donne l’évolution du rapport neutron-sur-proton en fonction du
temps. En pointillé, l’abondance à l’équilibre thermique. On observe l’écart à l’équilibre vers
une seconde et le freeze-out donnant un « plateau ». Enfin, la disparition complète des neutrons
est liée à la formation des noyaux d’hélium vers 200 s.
Le premier élément à se former est le deutérium. Sa synthèse est initialement impossible à cause
de la photodissociation par des photons d’énergie supérieure à l’énergie de liaison du deutérium
Eb = 2.23 MeV. Mais la synthèse du deutérium ne commence pas à la température T = Eb à
cause de la forte densité de photons par rapport aux baryons. A T . Eb, la distributiond’énergie
des photons implique qu’une quantité importante des photons est toujours très énergétique. Les
autres éléments ne sont pas produits non plus. Seules les réactions à deux corps ont une probabi-
lité non négligeable (à cause des faibles densités de nucléons) et donc la formation des éléments
plus lourds que le deutérium nécessitent la présence de deutérium. La nucléosynthèse est donc
bloquée, on parle du goulot du deutérium. La probabilité de photodissociation du deutérium
reste importante jusqu’à une température de T ≃ 80 keV (∼ 200 s).
Une fois la production de deutérium possible, elle s’effectue très rapidement par la réaction
p(n, γ)D, voir la figure 2.1(b). Les autres éléments légers, hélium-3 et hélium-4 sont synthétisés
à leur tour dans les réactions D(p, γ)3He et 3He(D, p)4He. Un nouveau goulot d’étranglement
se présente à l’hélium-4 car il n’y a pas d’élément stable à 5 nucléons. Presque tous les neu-
trons sont alors capturés par 4He qui est l’élément synthétisé le plus abondant car ayant la plus
grande énergie de liaison Eb = 28 MeV et il est donc l’élément le plus stable. Néanmoins un
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FIG. 2.2 – Évolution de tous les éléments légers en fonction du temps dans le modèle SBBN
petit pourcentage d’hélium-4 interagit pour former du lithium-7 et du béryllium-7. Une quantité
infime de lithium-6 est aussi formé. Au bout de 20 minutes (T . 30 keV 1), la nucléosynthèse
s’arrête. Les réactions nucléaires sont hautement supprimées car l’agitation thermique est in-
suffisante pour vaincre la répulsion coulombienne, à celà s’ajoute l’absence de neutrons libres
(tous inclus dans l’hélium-4) et l’absence d’éléments stables avec 8 nucléons.
La figure 2.2 donne l’évolution de tous les éléments légers produits pendant la nucléosynthèse
primordiale en fonction du temps.
Dans le cadre de la SBBN, le calcul des abondances est relativement aisé puisqu’il ne dépend
que d’un seul paramètre, le rapport η10. La figure 2.3 donne l’abondance des différents élé-
ments en fonction de η10. L’abondance primordiale de l’hélium-4 est limitée par l’abondance de
neutrons et est donc indépendante de η10. Une simple estimation de la fraction primordiale est
donnée par
Yp =
4y
1 + 4y
≃ 2(n/p)
1 + n/p
≃ 0.25 (2.4)
où y = nHe/nH . La dépendance résiduelle de Yp en fonction de η10 vient du fait que pour une
plus grande valeur de η10, le goulot du deutérium se termine plus tôt, quand le rapport n/p a
une valeur plus élevée ce qui entraine une augmentation logarithmique de Yp avec η10.
Le deutérium et l’hélium-3 ont une dépendance en η10 plus marquée. Pour 1 < η10 < 10 il est
possible de donner une expression analytique des abondances. Les incertitudes proviennent des
1La température est reliée au temps par la relation t ≃ 106s(keV/T )2.
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FIG. 2.3 – Évolution du deutérium, de l’hélium-3, de l’hélium-4 et du lithium-7 en fonction du
paramètre η. La bande verticale jaune (grise) donne la valeur du paramètre η donnée par l’étude
du CMB (voir éq. (2.2))
taux de réactions nucléaires et des interactions faibles qui sont mal connus
(
D
H
)
= 5.5± 0.8× 104η−1.610 (2.5)(
3He
H
)
= 1.8± 0.3× 104η−0.6310 (2.6)
La dépendance de l’abondance du lithium-7 en fonction de η10 est un peu particulière. Pour
η10 < 3, le lithium-7 est produit par des réactions 4He + 3H → 7Li + γ tandis qu’à η10 > 3, la
production de béryllium-7 par 4He+ 3He → 7Be + γ est suivie d’une désintégration β donnant
le lithium-7. On a
(
7Li
H
)
= (1.2± 0.7)× 10−11(57.8η−2.3810 + 0.37η2.3810 ) (2.7)
Des résultats plus précis peuvent être obtenus numériquement. Il existe de nombreux codes de
calcul des abondances des éléments légers produits durant la BBN. Nous utilisons en particulier
le code (non-public) de Karsten Jedamzik pour ce travail. Ce code est basé sur le programme
de Kawano [33] mais contient toutes les dernières évolutions, la prise en compte des dernières
mesures expérimentales de taux de réactions, la possibilités d’avoir des particules reliques se
désintégrant pendant la BBN et la formation d’états liés.
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2.2 Contraintes observationnelles
La mesure des abondances primordiales des éléments légers est complexe pour plusieurs rai-
sons. L’évolution post-BBN est différente pour chaque nucléide. Certains sont détruits dans les
étoiles, d’autres sont produits par des réactions au sein des étoiles ou dans des collisions de
rayons cosmiques. Il semble relativement difficile de mettre des contraintes sur les abondances
primordiales pour ces éléments. Il est malgré tout possible d’étudier des zones où l’évolution
post-BBN est limitée permettant d’estimer les abondances primordiales.
Les contraintes observationnelles présentées ici sont extraites principalement de la revue de G.
Steigman [34].
2.2.1 Deutérium
Le deutérium a une évolution post-BBN relativement simple. Ayant une faible énergie de liai-
son, le deutérium est donc un élément fragile qui est détruit dans les étoiles dont la température
dépasse 6× 105K. Il est aussi produit dans les étoiles mais sa destruction sous forme d’hélium-
3 domine et est plus rapide qu’une possible éjection du deutérium dans le milieu interstellaire.
L’abondance du deutérium ne peut que décroître avec le temps. Les observations actuelles four-
nissent une borne inférieure à l’abondance de deutérium.
Le deutérium peut être observé dans le système solaire et dans le milieu interstellaire. En effec-
tuant des observations dans des zones de redshift élevé et dans des objets de faible métallicité,
l’abondance de deutérium devrait croître et atteindre un plateau qui correspondrait à l’abon-
dance prédite par la SBBN. De telles observations sont possibles en étudiant le spectre d’ab-
sorption dans des nuages de gaz neutres de la lumière émise par des quasars éloignés. Le rapport
D/H est déduit de la comparaison des raies d’absorption du deutérium et des raies plus larges
de l’hydrogène. DI et HI ont des spectres d’absorption identiques ce qui rend difficile la déter-
mination du rapport D/H. Seuls 6 quasars (QSOALS pour quasi stellar objects absorption-line
system) ont été sélectionnés dans l’étude de O’Meara et al. [35] permettant d’obtenir des ré-
sultats relativement fiables et robustes. Néanmois il y a une dispersion relativement importante
dans les résultats qui ne peut être complètement expliquée par des erreurs observationnelles.
Cette dispersion masque un possible plateau primordial de deutérium et suggère la présence
d’erreurs systématiques qui sont difficilement estimées. Steigman [34] utilise le même échan-
tillon de QSOALS mais utilise une méthode de calcul de la moyenne des résultats quelque peu
différente. Il obtient une abondance de deutérium primordial(
D
H
)
= (2.68+0.27−0.25)× 10−5 (2.8)
Ce résultat est compatible avec la valeur D/H = (2.60 ± 0.16) × 10−5 calculée par la SBBN.
Dans notre étude, nous considérons les bornes conservatives suivantes prenant en compte de
possibles erreurs systématiques :
2.2× 10−5 .
(
D
H
)
. 5.3× 10−5 (2.9)
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La limite supérieure correspond à une borne à 2σ sur la mesure observationnelle fiable la plus
élevée qui est D/H = (4.0 ± 0.65) × 10−5. Ce choix est très conservatif car il n’est pas exclu
que des mécanismes procèdent à la destruction efficace du deutérium.
2.2.2 Hélium-3
L’hélium-3 a une évolution post-BBN plus complexe que le deutérium. Il existe des processus
de destruction de l’hélium-3 dans les couches internes des étoiles, et des processus de formation
par fusion de l’hydrogène et du deutérium. L’hélium-3 est ensuite amené par des mécanismes
de turbulence et de convection dans les couches externes et plus froides des étoiles où il n’est
pas détruit. Il peut ensuite être éjecté dans le milieu interstellaire. L’abondance d’hélium-3 est
mesurée à partir de raies d’émission dans les fréquences radios des régions HII (gaz ionisé) et
dans les nébuleuses préstellaires. Du fait des différents processus contribuant à l’évolution de
l’abondance de 3He, les régions dont l’abondance se rapproche le plus de la valeur issue de la
nucléosynthèse primordiale sont les régions les plus anciennes, celles de plus faible métalli-
cité. Cela correspond aux régions périphériques de la galaxie car l’activité stellaire y est moins
intense par contraste avec les régions centrales de la galaxie. Cela est confirmé par l’observa-
tion d’un gradient de métallicité en fonction de la distance au centre de la Galaxie qui devrait
s’accompagner d’un gradient positif ou négatif d’abondance de 3He selon que les processus
de formation ou de destruction dominent. Les données (voir [36]) ne mettent pas en évidence
un gradient et suggèrent un équilibre entre les processus de création et de désintégration de
l’hélium-3. Dans ce cas, la valeur moyenne de l’hélium-3 est une estimation de son abondance
primordiale mais la grande dispersion dans les mesures montrent que l’évolution de l’hélium-
3 n’est pas encore bien comprise et donc comprend une grande erreur systématique sur cette
valeur moyenne.
Les mesures sur 3He peuvent servir de contrôle de cohérence dans les calculs sans être une
contrainte forte. Bania et al. [36] ont adopté la limite supérieure sur l’abondance primordiale
mesurée dans des régions HII de faible métallicité :
(
3He
H
)
. (1.1± 0.2)× 10−5 (2.10)
La valeur standard de la nucléosynthèse primordiale est 3He/H = (1.05 ± 0.04) × 10−5. Les
deux résultats sont consistants mais il est à souligner que les incertitudes sur l’évolution de
l’hélium-3 ne permettent pas de conclure sur le résultat de la SBBN.
L’abondance d’hélium-3 est souvent normalisée par l’abondance de deutérium [37, 38, 28]. Ce
choix est motivé par le fait que le deutérium est plus fragile que l’hélium-3. Le rapport 3He/D
ne peut que croître au cours du temps. Nous prendrons la limite supérieure conservative de
Jedamzik [28] (
3He
D
)
. 1.72 (2.11)
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2.2.3 Hélium-4
L’évolution post-BBN de l’hélium-4 est simple. La nucléosynthèse stellaire utilise l’hydrogène
pour synthétiser de l’hélium-4 entrant à son tour dans le cycle de production des éléments plus
lourds tels C, N et O. L’abondance d’hélium-4 croît dans des proportions non-négligeables par
rapport à son abondance primordiale.
L’hélium-4 est détecté à partir des raies de la recombinaison de l’hélium ionisé principale-
ment dans les régions HII extragalactiques de faible métallicité ainsi que dans les nébuleuses
planétaires, les étoiles jeunes. Pour s’affranchir de la production stellaire, on corrèle l’abon-
dance d’hélium-4 à celle d’autres éléments comme l’oxygène. Les régions de faible métallicité
doivent avoir des abondances d’hélium-4 quasi primordiales, une extrapolation de métallicité
nulle donne une estimation de l’abondance primordiale. L’incertitude sur l’abondance de 4He
est dominée principalement par les erreurs systématiques. L’étude d’Izotov et Thuan [39, 40]
repose sur une sélection de 82 régions HII donnant une très faible erreur statistique ; une ana-
lyse fine des données donne l’abondance primordiale Yp = 0.2472 ± 0.0012. L’annalyse par
une autre équipe des mêmes données donne la valeur Yp = 0.249 ± 0.009 [41]. L’origine des
possibles erreurs statistique est discutée dans [34]. Comme il n’est pas clair comment traiter les
erreurs systématiques, nous utiliserons les contraintes conservatives
0.232 < Yp < 0.258 (2.12)
qui incluent la plupart des résultats présentés dans [41] et est en accord avec le résultat Y SBBNp =
0.2487± 0.0006 de la SBBN [34].
2.2.4 Lithium-7
Le lithium-7 est détecté dans le spectre d’absorption de l’atmosphère des étoiles de faible mé-
tallicité (Population II) du halo galactique et dans les étoiles des amas globulaires.
À faible métallicité un plateau, plateau de Spite, a été observé pour le rapport 7Li/H. La valeur
moyenne de ce plateau est considérée comme proche de l’abondance primordiale. De nom-
breuses études ont été effectuées sur la mesure du lithium-7 dans les étoiles de faible métalli-
cité parmi lesquelles [42, 43, 44, 45, 46, 47, 48]. Les estimations de l’abondance de lithium-7
primordial sont toutes compatibles avec l’intervalle 1.2 × 10−10 . 7Li/H . 1.9 × 10−10.
Ces valeurs sont incompatibles d’un facteur 2-3 avec la valeur prédite par la SBBN 7Li/H ≃
(4.26+0.91−0.86)× 10−10 [49].
Cette situation est encore plus critique suite aux récents calculs de Cyburt et al. [50] prenant en
compte d’une part une réévaluation du taux de réaction de 3He(α, γ)7Be [51, 52, 53, 54] dont les
incertitudes ont été fortement réduites et d’autre part la nouvelle valeur du rapport baryon-sur-
photon mesurée par WMAP. Cyburt et al. obtiennent une abondance de lithium pour la SBBN
7Li/H ≃ (5.24+0.71−0.62)× 10−10.
De nombreuses sources d’erreurs systématiques ont été étudiées mais ne semblent pas pouvoir
expliquer complètement cette incompatibilité comme les incertitudes sur les taux de réactions
nucléaires qui seraient à l’origine d’une surestimation des prédictions de la SBBN (comme
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3He(α, γ)7Be ou 7Be(D, p)24He, voir [55]). Ces taux ont été contraints dans une étude effectuée
sur le flux de neutrinos solaires [56] qui conclut que ces incertitudes ne peuvent résoudre le
problème. Une autre source d’erreurs viendrait de la calibration de la température des étoiles
étudiées, une relation directe existant entre l’abondance de lithium-7 et la température de ces
étoiles. Une sous-estimation de la température (T ∼ 1500 K) pourrait expliquer en partie le
problème, car cela amène à une estimation de l’abondance de lithium-7 plus grande (ce qui
explique en particulier les valeurs importantes de [43, 57] donnant 7Li/H = (2.19 ± 0.28) ×
10−10 pour l’amas globulaire NGC 6397). La calibration a été prise en compte avec précision
dans les études les plus récentes.
La depletion du lithium-7 reste une possibilité non-exotique et viable expliquant la différence
entre la SBBN et les observations. Le lithium-7 est un élément fragile, facilement détruit dans
les parties internes des étoiles. En effet, le lithium-7 atmosphérique pourrait être détruit lorsqu’il
est transporté vers l’intérieur plus chaud de l’étoile. Ce phénomène est bien observé dans les
étoiles ayant une large zone de convection (les étoiles les plus froides) mais peu dans les étoiles
de la séquence principale, plus chaude et avec une zone de convection plus étroite, qui laisse le
lithium-7 dans les régions externes et donc en modifie peu l’abondance. Les arguments s’oppo-
sant à la dépletion du lithium reposent sur le fait que la distribution de lithium-7 en fonction de
la température des étoiles ou leur métallicité est très uniforme et serait difficilement reproduite
si la dépletion était active. De plus, la dépletion serait plus ou moins efficace selon les mouve-
ments de rotation des étoiles induisant une dispersion sur l’abondance de lithium d’une étoile
à une autre. Enfin, la présence d’abondance non négligeable de lithium-6, élément encore plus
fragile que le lithium-7 suppose que les processus de destruction stellaire sont limités.
Le scénario le plus simple est d’accpeter que le plateau de Spite indique l’abondance primor-
diale de lithium-7. Néanmoins la situation n’est pas aussi simple. Des modélisations stellaires
plus riches (ex : diffusion atomique, turbulences) peuvent induire des phénomènes de dilution
et destruction du lithium-7. Korn et al. [58] ont proposé un modèle stellaire de diffusion à partir
de turbulences de magnitude paramétrisée mais d’origine inconnue et de diffusion atomique.
Ils obtiennent une réduction de l’abondance de lithium-7 d’un facteur 1.95 dans l’atmosphère
des étoiles de population II. Combiné aux autres erreurs statistiques, ce modèle permet d’être
en accord avec les résultats de la SBBN, ce qui en fait une piste intéressante mais pas encore
statistiquement probante.
Aux processus de destruction stellaire, il faut tenir compte de la possibilité de former du lithium-
7 par collisions de rayons cosmiques (p,α, noyaux CNO) enrichissant d’autant plus la discussion
sur l’évolution post-BBN du lithium-7.
Il est clair que le problème du lithium-7 ne peut plus venir d’erreurs systématiques. L’origine
de cette anomalie pourrait venir en partie de processus astrophysiques ou de mécanismes phy-
siques, tel la désintégration de particules reliques instables pendant la BBN, discutée dans la
section suivante.
Comme les processus de destruction dominent l’évolution post-BBN du lithium-7, nous prenons
uniquement une borne inférieure sur l’abondance de 7Li(
7Li
H
)
& 8.5× 10−11 (2.13)
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2.2.5 Lithium-6
Le lithium-6 est mesuré dans les étoiles de faible métallicité comme le lithium-7. Asplund et
al. ont étudié une dizaine d’étoiles et obtiennent un rapport d’abondance 6Li/7Li ∼ 0.05 [47].
Ils avancent la possibilité d’un "plateau du lithium-6" pour des étoiles de faible métallicité, de
la même façon que pour le lithium-7 (il est à noter que l’observation du plateau est contestée
par [59], l’interprétation dépend beaucoup du modèle de simulations adoptées). Les mesures
donnent une abondance de 6Li/H ∼ (3− 5)× 10−12. Cette valeur semble donc être une bonne
estimation de la valeur primordiale mais est plusieurs ordres de grandeur supérieure à la pré-
diction 6Li/H ∼ 10−15 − 10−14 de la SBBN. L’origine de cette incompatibilité est inconnue.
Le lithium-6 observé dans le soleil ou les étoiles à grande métallicité est produit par interaction
avec des rayons cosmiques, par spallation (p+CNO → LiBeB) ou fusion (α+α→ 6Li+ . . .).
Ce type de production de lithium-6 échoue par un facteur 50 à expliquer l’abondance observée
dans les étoiles de faible métallicité car le processus principal D(α, γ)6Li est une transition qua-
drupole et donc fortement supprimé [60]. Pour produire une abondance de 6Li/H ∼ 5×10−12, il
faudrait des rayons cosmiques dont l’énergie par nucléon présent dans l’Univers soit de l’ordre
de ∼ 100 eV. Des sources pour de tels rayons sont proposées dans [61].
Le problème du lithium-6 est d’autant plus important si on considère les processus de des-
truction. Si le lithium-7 est détruit dans les étoiles d’un facteur 2-3 pour être compatible avec
la SBBN, le lithium-6 doit être détruit d’un facteur au moins équivalent ; il est alors possible
d’avoir une abondance de lithium-6 aussi élevée que 6Li/H . 4 × 10−11 ou 6Li/7Li . 0.1
qui donne l’abondance observée après destruction dans les étoiles. Mais comme le lithium-6
est plus fragile que le lithium-7 à cause d’une énergie de liaison plus faible, la destruction de
lithium-6 peut être plus importante que celle du lithium-7. Nous suivons le choix de contraintes
de [28] en suivant le raisonnement de [62] et nous utiliserons la borne supérieure suivante(
6Li
7Li
)
. 0.66 (2.14)
Les résultats des deux isotopes de lithium présentent d’importantes différences avec le modèle
standard de nucléosynthèse primordiale. Il est relativement difficile d’obtenir des abondances
fiables à partir des observations mais le travail important sur les erreurs systématiques montre
que les erreurs viennent peut-être de la SBBN et non des modèles d’évolution post-BBN des
éléments. Cela est peut-être le signe qu’il est nécessaire d’étudier des modèles de nucléosyn-
thèse au delà du modèle standard comme des modèles avec des particules reliques produites
dans les premiers instants de l’Univers qui se désintègrent pendant ou après la nucléosynthèse
primordiale.
2.2.6 Béryllium-9
Dans le cadre de la SBBN, le béryllium-9 est produit dans des quantités infimes à cause d’un
gap dans la chaîne de production des éléments due à l’absence d’élément stable avec huit nu-
cléons A = 8. On retrouve déjà une situation similaire pour le lithium-6 et lithium-7 qui sont
difficilement produits à cause de l’absence d’élément stable à A = 5. Le béryllium-9 subit donc
une double suppression. Les calculs dans le cadre de la SBBN donnent 9Be/H . 10−17 [63].
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La récente découverte de la possibilité de catalyser des réactions nucléaires par la formation
d’états liés entre les noyaux légers et une particule massive chargée négativement pendant et
juste après la nucléosynthèse primordiale a nécessité de réétudier la physique pendant la BBN
dans le contexte de la CBBN (pour Catalyzed Big Bang Nucleosynthesis), qui sera présentée
ultérieurement dans ce mémoire. Un certain nombre d’articles [64, 65, 66, 67] ont souligné la
possibilité de catalyser la réaction de capture de neutron par le béryllium-8 (à courte durée de
vie) pour forme le béryllium-9 (stable), entraînant une production primordiale non-négligeable
de 9Be.
Les observations (voir par exemple [68, 69, 70]) ne permettent pas de conclure à l’existence
d’un plateau comme pour le lithium-7. Néanmoins, dans les étoiles de très faible métallicité,
en supposant l’abondance primordiale, il est possible d’estimer 9Be/H ∼ 10−14 − 10−13. Nous
prendrons une borne supérieure sur l’abondance de 9Be primordial identique à [67](
9Be
H
)
. 2.1× 10−13 (2.15)
Le béryllium-9 est une sonde intéressante pour des modèles au delà de la SBBN, complétant de
façon intéressante les isotopes du lithium, dans la mesure où 9Be est moins fragile que 6Li et
7Li permettant de poser des contraintes plus robustes.
2.3 BBN et désintégration de particules reliques
Dans l’Univers primordial, la température est suffisamment élevée pour produire des particules
massives et meta-stables. En se désintégrant, ces particules injectent une certaine quantité de
particules énergétiques dans le plasma. Si les particules reliques se désintègrent pendant ou
après la nucléosynthèse, les particules injectées peuvent avoir un impact non-négligeable sur
les prédictions de la BBN. Une étude détaillée de la nucléosynthèse dans ce cas nécessite de
prendre en considération les interactions des particules primaires mais aussi secondaires lors
de leur thermalisation dans le plasma. Une analyse a été menée dans les articles [71, 38, 28].
L’impact des produits de la désintégration dépend de la nature des particules, de leur énergie
et de la température du plasma lors de leur injection. On distingue les cascades hadroniques,
composées de nucléons, antinucléons et mésons, des cascades électromagnétiques, composées
de photons, électrons et positrons, et les particules inertes. La classification n’est pas exacte
puisque les protons et les mésons ont également des interactions électromagnétiques avec le
plasma.
2.3.1 Particules inertes
Les neutrinos ont une probabilité d’interaction avec le plasma très faible et ils sont donc consi-
dérés sans effet sur les produits de la nucléosynthèse. Cependant, il est à noter que dans l’Uni-
vers très primordial (τ ∼ 1 seconde), des neutrinos très énergétiques (∼ 100 GeV) ne peuvent
pas être considérés comme inertes. Ils produisent des paires d’électrons par diffusion sur les
neutrinos du plasma.
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Le gravitino, que nous étudions par la suite, est également considérée comme une particule
inerte. Ses interactions étant purement gravitationnelle, cette hypothèse est bien valable. Ainsi
toute présence de gravitino dans le plasma n’influe pas sur l’abondance des éléments légers.
2.3.2 Photons et leptons chargés
Les photons et les leptons chargés sont rapidement thermalisés par des réactions électromagné-
tiques avec les photons du plasma γ + γbg → e− + e+. Ces réactions sont très rapides à cause
de la densité importante de photons dans le milieu. Les électrons et positrons produits vont
procéder à des diffusions Compton e− + γbg → γ + e−.
Le spectre d’énergie des photons est supprimé à haute énergie pour Eγ > Emax, l’énergie seuil
de production de paire électron-positron [72]
Emax =
m2e
22T
≃ 12 MeV
(
keV
T
)
(2.16)
Pour une énergie supérieure à Emax, les photons injectés sont rapidement convertis en paires
électron-positron. A haute température, le seuil d’énergie est très bas, peu de photons sont suf-
fisamment énergétiques pour induire des réactions de photodissociation. Quand l’Univers se
refroidit, Emax augmente et certains photons deviennent suffisamment énergétiques pour pho-
todissocier les élements légers. A T = 1 kev (T = 10 keV), il n’y a pas de photons avec une
énergie supérieure à 12 MeV (1.2unitMeV ).
Les photons sont rapidement thermalisés et produisent des photons secondaires, de moindre
énergie. Ces derniers participent à des réactions de diffusion Compton et des productions de
paires Bethe-Heitler (γ + p(4He) → p(4He) + e− + e+). Les électrons et les muons sont ther-
malisés par des processus similaires. Le tau peut également produire des mésons mais ceux-ci
produisent des cascades électromagnétiques avant d’interagir par des processus hadroniques.
Pour t . 104 s, Emax est trop faible et il n’y pas de photodissociation. L’injection de photons
dans le plasma n’est pas contrainte par la nucléosynthèse primordiale.
Pour 104 ≤ t ≤ 106 s, certains photons peuvent alors détruire le deutérium ayant l’énergie de
liaison la plus faible Eb = 2.225 MeV ; on a donc des contraintes sur l’injection de photons par
la limite inférieure sur l’abondance de deutérium.
Pour 106 ≤ t ≤ 107 s, il est possible de réduire l’abondance de lithium-7 par des réactions
7Li + γ → 6Li + n, mais ces réactions produisent trop de lithium-6. Il y a également des
réactions de photodissociation du deutérium trop importantes.
Pour t ≥ 107 s, Emax est suffisamment élevée pour permettre la destruction de l’hélium-4 par
le processus γ + 4He → n + 3He. Une destruction d’une faible fraction d’hélium entraîne une
forte contrainte sur une surproduction de deutérium.
2.3.3 Mésons
Les mésons sont produits en grande quantité principalement dans les phénomènes d’hadroni-
sation mais également par interaction électrofaible comme dans la désintégration du lepton tau
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ou la production de paire de mésons dans la diffusion de neutrinos très énergétiques sur les
neutrinos de fond.
Les mésons chargés (pions et kaons) ont un effet non négligeable pour des temps de l’ordre de
∼ 10−1 − 101 s lors de réactions d’échange de charges avec les nucléons [73, 38]
p+ π− → n + π0 (2.17)
n + π+ → p+ π0 (2.18)
Des protons sont convertis en neutrons et réciproquement. La réaction étant asymétrique, un
plus grand nombre de protons sont convertis en neutrons, ce qui augmente la production d’hélium-
4.
Pour des temps inférieurs à 1 seconde, les réactions d’échange de charge ont lieu mais sont
moins efficaces que les interactions faibles qui maintiennent le rapport neutron-sur-proton à sa
valeur à l’équilibre.
Pour des temps supérieurs à la seconde, le temps d’interaction des mésons est de la forme
[73, 74]
τint =
1
〈σhadv〉nB ≃ 1.8× 10
−8 s
(
100 mb
〈σhadv〉
)(
6× 10−10
η
)(
t
1 s
)3/2
(2.19)
où 〈σhadv〉 est la section efficace d’interaction forte, η = nb/nγ et t est le temps auquel le méson
est produit par désintégration de la particule relique. Ce temps d’interaction est à comparer avec
la durée de vie typique des pions et kaons (Emeson/mmeson) × 10−8 s. Ainsi, pour des durées
de vie de la particule relique de t & 10 − 100 s, les mésons se désintègrent par processus
électromagnétiques avant d’interagir avec les nucléons du plasma.
2.3.4 Nucléons
Les nucléons non-thermiques, produits de désintégrations de particules reliques, se thermalisent
par interactions électromagnétiques et hadroniques avec les particules du plasma.
Pour t . 150 s, les protons et les neutrons de haute énergie (E & 100 GeV) se thermalisent
principalement par diffusions électromagnétiques (produisant des électrons, positrons et pho-
tons interagissant à leur tour avec le plasma) du type :
- diffusion coulombienne : le proton chargé diffuse sur les électrons et positrons du plasma.
Le processus est très fréquent et se fait avec un faible échange d’impulsion ; on peut donc
considérer qu’il induit une perte continue d’énergie du proton
- diffusion Thomson : le proton perd de l’énergie en interagissant avec les photons du fond
diffus cosmologique. Ce processus est surtout important pour une température élevée. Le
processus est très fréquent à cause de la grande densité de photons ; la perte d’énergie
est aussi considérée comme continue car l’échange d’énergie par diffusion Thomson est
faible
- diffusion via le moment magnétique : le neutron possède un moment magnétique qui lui
permet de diffuser sur les électrons et positrons du plasma. Ce processus est important
pour T > 50 keV lorsque la densité de paires e± est importante.
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Les interactions hadroniques non-thermiques des nucléons sont
- interaction élastique N-N et N-4He : ce processus est efficace pour thermaliser des nu-
cléons de faible énergie (E . 1 GeV). Il commence à être important pour les neutrons
pour des températures inférieures à 90 keV et inférieures à 20 keV pour les protons
- interaction inélastique N-N : les nucléons énergétiques ne sont pas stoppés par diffusion
élastique mais par diffusion inélastique. Cette diffusion entraîne la production de pions
induisant une conversion de protons en neutrons
- annihilation nucléon-antinucléon : les désintégrations hadroniques peuvent produire des
antinucléons qui s’annihilent avec les nucléons pré-existants dans le plasma. Comme les
protons sont plus abondants que les neutrons et à cause d’une section efficace de pp¯
augmentée d’un facteur de Coulomb, l’annihilation se fait préférentiellement avec les
protons. Le rapport neutrons/protons augmente et donc l’abondance de l’hélium-4 égale-
ment
- réactions de fusion non-thermiques : elles sont particulièrement importantes pour le lithium-
6. Après une spallation ou photodésintégration de l’hélium-4, des noyaux de 3H et 3He
sont produits. Ils procèdent ultérieurement à la fusion avec 4He pour former 6Li par la
réaction 3H(4He, n)6Li et 3He(4He, p)6Li. Plus rarement, certaines réactions de fusion
entre des noyaux 4He énergétiques et des noyaux 4He thermalisés peuvent produire 6Li et
7Li.
Pour des temps t < 1 s, l’action des baryons est nulle car les interactions faibles maintiennent
le rapport à l’équilibre. Entre 1 ≤ t ≤ 100 s, le rapport augmente en faveur des neutrons,
entraînant une production importante de deutérium qui est rapidement brûlé en hélium-4. La
contrainte sur une surproduction d’hélium-4 est faible du fait de la grande abondance de 4He.
Pour t > 100 s, le deutérium produit ne fusionne plus pour donner de l’hélium ; on obtient une
forte contrainte sur la surproduction de deutérium [73, 75]. Au delà de t & 150 s (T ∼ 90 keV),
les protons et les neutrons injectés interagissent avec les baryons du plasma avant de thermaliser.
Des réactions de spallation de l’hélium-4 entraînent la production de deutérium, 3H, 3He et 6Li.
La surproduction de deutérium est une contrainte forte sur le nombre de nucléons injectés dans
le plasma et sur leur énergie.
Pour conclure, l’injection de particules peut modifier les prédictions de la SBBN et modifier
l’abondance des différents éléments. Il existe une fenêtre 102 . t . 103 s où les effets de
production et destruction du deutérium par les photons et les nucléons se compensent avec une
possible résolution du problème du lithium-7. Si la durée de vie est proche de 103 s, il est alors
également possible de résoudre le problème de l’abondance du lithium-6 [71], voir le chapitre
11.
2.4 CBBN et états liés
Il a été souligné en 2006 par Pospelov [64] que les prédictions de la SBBN peuvent subir
des modifications importantes lorqu’on étudie des scénarios incluant la présence de particules
massives et chargées négativement qui vont former des états liés avec les noyaux des éléments
légers. Les premières études sur la formation de ces états liés remontent aux années 80 lorsque
2.4. CBBN ET ÉTATS LIÉS 49
des modèles de matière noire chargée étaient étudiés [76, 77, 78]. Pospelov a montré que ces
états liés pouvaient catalyser certaines réactions en augmentant de plusieurs ordres de grandeur
la section efficace de celles-ci. La nucléosynthèse primordiale en présence de ces états liés est
appelée CBBN pour Catalyzed Big Bang Nucleosynthesis. Les phénomènes physiques induits
par les états liés sont nombreux et en l’espace de deux ans un grand nombres d’articles sont
sortis sur le sujet [79, 80, 81, 82, 83, 84, 65, 85, 86, 87, 88, 89, 90, 91, 29, 92, 93, 66, 94, 95, 67].
L’intérêt des états liés est l’importante formation de lithium-6 et de béryllium-9.
Pour la suite de ce chaptire, on note X la particule chargée négativement et (NX) l’état lié
du noyau N avec la particule X . Pour étudier la nucléosynthèse dans le cadre de CBBN, il
faut calculer les énergies de liaison des états liés, l’abondance des états liés et ensuite les dif-
férents phénomènes physiques permettant une catalyse des réactions nucléaires qui apporteront
une solution aux problèmes du lithium et permettent une production primordiale importante de
béryllium.
Ces nouveaux phénomènes ont été intégrés dans le programme de calcul des abondances des
éléments légers développé par Karsten Jedamzik. J’ai intensivement utilisé ce programme au
cours de mon travail. Je présente ici les aspects principaux de la nucléosynthèse primordiale
dans le cadre de la formation des états liés.
2.4.1 Énergie de liaison
Pour estimer l’énergie de liaison de l’état lié (NX), on exprime l’hamiltonien du système en
supposant une distribution de charge uniforme dans le noyau léger.
H =


p2
2mN
− ZNZXα
2rN
+ ZNZXα
2rN
(
r
rN
)2
pour r < rN
p2
2mN
− ZNZXα
2rN
pour r > rN
(2.20)
avec α la constante de structure fine, rN ∼ 1.2A1/3/200 MeV−1 est le rayon nucléaire, A, ZN
et ZX sont le nombre atomique du noyau, les charges électriques du noyau et de X . On suppose
que mX ≫ mN , ce qui est justifié car X est dans notre cas un stau de masse mτ˜ > 100 GeV et
les nucléides ont une masse de l’ordre du GeV.
Dans le premier cas, la particule X est dans le rayon nucléaire. L’énergie de liaison peut être
estimée avec l’approximation de l’oscillateur harmonique. Dans le cas de petits noyaux, la par-
ticule X est en dehors du noyau. L’énergie de liaison est traitée comme dans le cas de l’hydro-
gène. On obtient :
Eb =


3
2
[
ZNZXα
rN
− 1
rN
(
ZNZXα
mN rN
)]
pour r < rN
1
2
Z2NZ
2
Xα
2mN pour r > rN
(2.21)
Les situations intermédiaires sont traitées avec une fonction d’onde test [96]. Le tableau 2.1
donne les énergies de liaison et une estimation du rayon de Bohr des états liés ainsi que le rayon
du noyau. Le rayon de Bohr est donné par
ab ≃ 1
αZNZXmN
(2.22)
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noyau Eb (keV) ab (fm) rN (fm)
1H 24.97 28.8 0.895
2H 49.5 14.4 1.3
3H 72.6 9.6 1.7
3He 269 5.2 1.951
4He 349.6 4.8 1.673
6Li 842.5 2.1 2.37
7Li 897.6 1.9 2.50
7Be 1385 1.5 2.50
TAB. 2.1 – Énergie des états liés, estimation du rayon de Bohr et rayon du noyau [88]
2.4.2 Abondance des états liés
Le calcul de l’abondance des états liés est présenté dans Kohri et al. [79]. La capture de X est
supposée faite dans l’état fondamental, la section efficace du processus est
σv ≃ 2
9π2αZ2N
3e4
Eb
m3Nv
(2.23)
où v est la vitesse relative de X . Pour les temps où la capture est efficace, les particules sont
non-relativistes et donc mNv2/2 ≃ 3T/2. La moyenne thermique de la section efficace donne
〈σv〉 = 2
9παZ2N
√
2π
3e4
Eb
m2N
√
mNT
(2.24)
Si on suppose l’équilibre thermodynamique, 〈σv〉nX/H > 1, l’abondance des états liés est
donnée par l’équation de Saha
n(NX) =
2
π2
ζ(3)
nN
nγ
nX
(
2πT
mN
)3/2
eEb/T (2.25)
Il est possible d’estimer la température critique à laquelle le taux de photodissociation de l’état
lié est égal au taux d’expansion de Hubble. À cette température Tc, l’état lié commence à se
former. On obtient Tc ≃ Eb/30, ce qui donne une température critique de ∼ 10 keV pour
4He et ∼ 1 keV pour l’hydrogène. Les courbes d’abondance des figures Fig. 2.4 et Fig. 2.5
sont compatibles avec ces estimations. Dans le cas général, il faut résoudre les équations de
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FIG. 2.4 – Abondance relative f = nb/n des états liés (4HeX) (rouge) et (pX) (noir) pour
ΩXh
2 = 0.1 et mX = 100 GeV, et τX = 104 s (figure de gauche), τX = 107 s (figure de droite)
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Les termes de fusion correspondent aux réactions de fusion nucléaire. Les termes de capture
sont obtenus en étudiant le processus N+X → (NX)+γ et le processus inverse (NX)+γ →
N +X , on obtient[
∂
∂t
nX
]
capture
≃ −〈σv〉 (nNnX − n(NX)nγ(E > Eb)) (2.29)
avec
nγ(E > Eb) = T
3
(mN
2πT
)3/2
e−Eb/T (2.30)
Les figures Fig. 2.4 et Fig. 2.5 présentent l’abondance relative fi = n(NiX)/nNi pour les états
liés du proton et de l’hélium-4. Les abondances dépendent fortement de la durée de vie de X .
Pour des durées de vie de X inférieures au temps critique de formation de l’état lié (NX), la
production de (NX) est négligeable. Cela est illustré sur les figures Fig. 2.4(a) et Fig. 2.5(a) où
la durée de vie de X est inférieure au temps de production de (HX). Ainsi toutes les réactions
liées à (HX) sont absentes. La comparaison des figures Fig. 2.4 et Fig. 2.5 montre l’influence
de ΩXh2 sur l’abondance des états liés.
La formation d’états liés est d’autant plus importante que la densité de X est grande. Pour être
exact, cela dépend de ΩX−h2 = 12ΩXh
2
. La densité relique de X est un paramètre crucial dans
le calcul des abondances des éléments légers.
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FIG. 2.5 – Mêmes figures que 2.4 avec ΩXh2 = 10−4
2.4.3 Catalyse
Écrantage de la barrière coulombienne
Les noyaux légers sont tous chargés positivement, la fusion ne peut avoir lieu que si la barrière
coulombienne est franchie par effet tunnel. Le taux de réaction est supprimé par un facteur
exponentiel. Dans le cas d’un état lié, la charge négative de X réduit la barrière coulombienne
et donc réduit la suppression par le facteur de Coulomb. Les effets ont été étudiés par Kohri et
al. [79].
Pour la réaction de fusion standard, avec un état lié ou deux états liés entre eux, le facteur de
Coulomb s’écrit
a + b → . . . Fab(v) ≃ 2πZaZbα
v
e−
2piZaZbα
v (2.31)
(aX) + b → . . . F(aX)b(v1) ≃
2πZ(aX)Zbα
v1
e
− 2piZ(aX)Zbα
v1 (2.32)
(aX) + (bX) → . . . F(aX)(bX)(v2) ≃
2πZ(aX)Z(bX)α
v2
e
− 2piZ(aX)Z(bX)α
v2 (2.33)
où α est la constante de structure fine, Zi (i = a, b) est la charge de l’élément i, Z(iX) = Zi−ZX
est la charge de l’état lié (iX) et v, v1, v2 sont les vitesses relatives de a et b, (aX) et b, (aX) et
(bX) respectivement.
Le facteur F dans le cas des états liés est plus élevé que dans le cas SBBN, ce qui entraîne
une augmentation directe des sections efficaces des processus avec états liés. Néanmoins, la
formation des états liés se faisant après la SBBN, ces effets sont peu importants d’après [88]
considérant que les effets obtenus par [79] viennent de choix ad-hoc non justifiés.
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FIG. 2.6 – Fusion de l’hélium-4 et deutérium avec ou sans état lié
Réactions sans photons et synthèse de lithium-6 et béryllium-9
Ce type de catalyse fut souligné en premier par Pospelov [64] dans le cas de la fusion de
l’hélium-4 avec le deutérium pour produire du lithium-6 . Cette réaction s’accompagne d’une
transition quadrupole. La section efficace est proportionnelle à λ−5γ où λγ ≃ 130 fm est la
longueur d’onde du photon émis. Dans le cas de CBBN, on a l’état lié (4HeX), il n’y a plus
d’émission de photon (voir figure 2.6) :
4He + D → 6Li + γ (2.34)
(4HeX) + D → 6Li +X (2.35)
En première estimation, la longueur d’onde du photon est remplacée par le rayon de Bohr de
(4HeX), a(4HeX) ≃ 4.8 fm. La section efficace est ainsi augmentée d’un facteur ∼ 107. La
production de lithium-6 devient alors très importante. La plupart des taux de réactions dans le
cadre de CBBN sont calculés dans l’approximation de Born. Cette approximation est valide
dans des processus avec des transferts de faible énergie. Dans le cas de la réaction de l’éq. 2.35,
l’énergie de diffusion est de l’ordre de 10−100 keV alors que la réaction nucléaire est de l’ordre
de 10 MeV et est complètement négligée dans l’estimation de Pospelov. Cette réaction ne peut
pas être traitée perturbativement. C’est le cas de la plupart des processus de CBBN, néanmoins
l’approximation de Born a été utilisée dans de nombreuses études pour donner une première
estimation. Un calcul exact du processus de l’éq. 2.35 par Hamaguchi et al. [84] en résolvant
l’équation de Schrödinger à trois corps réduit le facteur estimé par Pospelov d’un ordre de
grandeur. Celui-ci reste donc très important. Lorsque l’état lié (4HeX) se forme à T ≃ 10 keV
(t > 104 s), les réactions de la SBBN sont négligeables, comme le processus de destruction du
litihum-6 6Li + p → 3He + 4He. Il y a donc un problème de surproduction de lithium-6. Cela
pose des contraintes sur la durée de vie de X et son abondance. Pour τX < 104 s, il n’y a pas
de formation de l’état lié et le processus de production de lithium-6 catalysé n’a pas lieu.
Il est à noter que ces contraintes se basent sur un seul processus catalysé et pourraient être
relaxées dans une étude globale des effets de la catalyse.
Récemment, Kamimura et al. ont entrepris un effort important de calculer exactement les S-
factors des processus catalysés [97]. Ces résultats permettent d’effectuer un traitement plus
rigoureux de l’ensemble des réactions intervenant dans la CBBN.
Il a été discuté dans [88] que la formation de l’état lié (pX) vers T ≃ 1 keV pourrait participer
à la destruction du lithium-6 par la réaction 6Li+(pX)→ X+ 3He+ 4He. Il semble cependant
improbable d’obtenir un espace de solution à grande durée de vie de X à cause des effets de
photodésintégration des états liés et des réactions d’échange de X entre les éléments.
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La catalyse peut aussi amener à la production de béryllium-9 [64, 65, 66, 67]. Comme indiqué
précédemment, cet élément n’est pas produit dans le cadre de la SBBN à cause de l’absence
d’élément stable à A = 8. La production de béryllium-9 se fait en deux étapes, la fusion radia-
tive de deux noyaux d’hélium-4 en béryllium-8 suivi de la capture d’un neutron pour donner le
béryllium-9
4He + (4HeX) → (8BeX) + γ (2.36)
(8BeX) + n → 9Be +X (2.37)
Le béryllium-8, seul, est très instable et se désintègre rapidement, ce qui exclus la formation
de béryllium-9 dans le cadre de la SBBN. au contraire l’état lié (9BeX) est stable et peut donc
amener à la formation de béryllium-9 dont l’abondance peut alors être au niveau des résultats
observationnels, 9Be/H ∼ 10−14 − 10−13.
Kamimura et al. [97] ont émis des réserves sur les processus catalysés de production du béryllium-
9. Il n’est pas clair que ces processus obtiennent des facteurs très grands. Nous avons utilisé
nénamoins l’approximation de Born, le béryllium-9 n’étant pas l’élément central de ce travail.
Photodissociation des états liés
Dans le cas d’une particule relique chargée et instable, celle-ci peut se désintégrer induisant des
cascades électromagnétiques et une production de photons énergétiques, qui thermalisent selon
les réactions décrites dans la section 2.3 mais peuvent aussi détruire les états liés à partir de
T ≃ 30 keV [88]. En particulier, la photodissociation détruit les états liés (4HeX) et surtout
(pX) du fait d’une énergie de liaison plus faible et d’une section efficace de dissociation plus
importante.
Réactions d’échange de X
La particule X dans un état lié peut être transférée par une réaction exothermique à un état
lié avec un noyau plus lourd. Ces réactions d’échange de X sont très importantes. La réaction
(pX) + 4He → (4HeX) + p réduit de deux ordres de grandeur l’abondance des états liés (pX)
[67]. La plupart des X de (pX) sont captés par l’hélium-4 à cause de la forte abondance de 4He.
Une deuxième réaction relativement efficace est l’échange de X entre le proton et le deutérium
(pX) +D → p+ (DX). La durée de vie de l’état lié (DX) est très courte et est détruit par les
réactions (DX) + p → X + 3He et (DX) + 3H → 4He + n +X . Les réactions d’échange de
X sont donc contraintes par la limite inférieure sur l’abondance de deutérium et par la limite
supérieure sur le rapport des abondances 3He/D.
Pour conclure ce chapitre, on peut souligner la grande richesse phénoménologique de la nu-
cléosynthèse primordiale en présence d’états liés dans le cadre de la CBBN. Les premières
estimations ont suggérées une borne supérieure sur la durée de vie de la particule relique de
l’ordre de 2.103 s pour éviter une surproduction de lithium-6. Les incertitudes liées à l’approxi-
mation de Born ne permettaient pas encore d’avoir une assurance forte en cette contrainte. Des
études Monte-Carlo [88, 29] ont mis en évidence que les incertitudes sur les 19 processus prin-
cipaux rendaient possible une résolution des problèmes du lithium pour une durée de vie de X
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de 106 s. Les derniers résultats de Kamimura et al. [97] ont permis de réduire drastiquement les
incertitudes sur les taux de réactions grâce à des calculs rigoureux des S-factors. La conclusion
semble confirmer la limite sur la durée de vie de la particule relique de l’ordre de 2− 5× 103 s.
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Chapitre 3
Matière noire
Le modèle du Big Bang décrit de façon satisfaisante l’histoire de l’Univers et son évolution ther-
modynamique. Mais seules les observations permettent de déterminer la nature et l’abondance
des différents éléments qui le composent. Par exemple l’étude de la nucléosynthèse primordiale
et du fond diffus cosmologique permet de connaître l’abondance de baryons dans l’Univers,
l’observation des supernovae de type Ia suggère l’existence d’énergie noire source de l’expan-
sion accélérée de l’Univers. Dans les années 1930, J. Oort étudiant le mouvement des étoiles
dans la galaxie et F. Zwicky analysant la dynamique des galaxies dans l’amas du Coma arri-
vèrent à la conclusion que la masse induisant ces mouvements était supérieure à la masse de
la matière lumineuse. Ce problème de masse manquante peut être résolu en altérant les lois
de la gravitation (voir la section 3.4) soit en supposant l’existence de matière non lumineuse
interagissant très faiblement avec la matière ordinaire, la matière noire.
Les effets de cette matière s’observent à différentes échelles astrophysiques et cosmologiques.
Mais la nature des particules composant la matière noire est encore inconnue. Il existe de nom-
breux candidats possibles tels que les neutrinos du modèle standard ou des candidats présents
dans des modèles au-delà du modèle standard comme dans la supersymétrie ou les théories avec
des dimensions supplémentaires.
Dans ce chapitre, je présenterai quelques observations mettant en évidence l’existence de la
matière noire, des candidats possibles et des expériences mises en place pour mesurer les carac-
téristiques de la matière noire, par des méthodes de détection directe ou indirecte. Je rappelerai
aussi qu’il existe des théories alternatives à la matière noire en illustrant le cas de MOND per-
mettant d’expliquer certaines observations.
Ce chapitre s’appuie principalement sur l’article de revue de Bertone et al. [98].
3.1 Mise en évidence
3.1.1 Échelle galactique
Une des mises en évidence de la matière noire les plus convaincantes est l’étude des courbes de
rotation des galaxies, c’est à dire l’étude des vitesses circulaires des étoiles et du gaz en fonction
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FIG. 3.1 – Courbe de rotation de NGC 6503 présentant les mesures de la vitesse radiale en
fonction de la distance au centre galactique et indiquant les contributions des différentes com-
posantes : le gaz (pointillés), le disque (tirets) et le halo (pointillés-tirets). Figure tirée de Ref.
[100]
de leur distance au centre galactique.
Lorsque la distribution de masse a une symétrie sphérique, la vitesse de rotation se déduit de la
mécanique newtonienne :
v(r) =
√
GNM(r)
r
(3.1)
où M(r) désigne la masse comprise dans une sphère de rayon r,
M(r) = 4π
∫
ρ(r)r2dr (3.2)
et ρ(r) le profil de densité. Au delà du disque lumineux, la masse est quasiment constante, la
vitesse de rotation du gaz devrait décroître en v ∝ 1/√r. Dans les années 1970, Vera Rubin
et al. [99] mesurent les vitesses de rotation v(r) des étoiles et du gaz composant la galaxie
par analyse Doppler de la spectroscopie optique et des raies à 21 cm du gaz d’hydrogène. Les
courbes de rotation présentent souvent un plateau caractéristique pour des grandes distances
par rapport au centre galactique et bien au delà de la partie visible du disque galactique qui
ne peut être expliqué par la seule matière lumineuse (voir Fig. 3.1 pour une courbe de rotation
typique). Il est possible d’expliquer ce plateau en ajoutant un halo de matière noire. Pour avoir
une vitesse constante et reproduire les courbes de rotation, on doit avoir un profil de densité
de la matière noire loin du centre en ρ(r) ∝ 1/r2. Le profil est moins bien connu à proximité
du centre galactique. L’étude du profil de matière noire au centre galactique par les courbes de
rotation est difficile car ceci nécessite d’observer des détails fins du centre galactique où les
variations des courbes sont rapides et la résolution angulaire est insuffisante. Néanmoins, ce
type d’étude a été mené par exemple [101] mettant au jour une incompatiblité avec les profils
obtenus dans le cadre de simulations numériques sur la formation des galaxies. Les simulations
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mettent en évidence un profil relativement piqué au centre galactique. Ce résultat fut obtenu
entre autres par deux équipes, par Navarro, Frenk et White [102] et par l’équipe de Moore [103],
ce dernier obtenant un profil un peu plus piqué que les premiers. Les observations montrent que
certaines galaxies présentent un profil de matière noire piquée tandis que d’autres présentent
un coeur où la densité de matière noire est constante indépendamment du rayon (en particulier
les galaxies naines et les LSB, « low surface-brightness »). Les différences entre les simulations
et les observations pourraient venir de la difficulté de simuler la formation des galaxies et la
nécessité pour les calculs de définir un volume minimal.
3.1.2 Échelle des amas galactiques
Dès 1933, Fritz Zwicky étudie le mouvement des galaxies dans l’amas de la Chevelure de Bé-
rénice (Coma culster) en appliquant le théorème du viriel (applicable dans les systèmes dyna-
miques à l’équilibre). Ce théorème relie l’énergie cinétique T = mv2/2 à l’énergie potentielle
U = −GNmM/r de la façon suivante (avec m, v et r la masse, la vitesse et la distance dans
l’amas de la galaxie, M la masse totale de l’amas) :
2T − |U | = 0 (3.3)
Les vitesses des galaxies mesurées au sein de l’amas par Zwicky ne sont pas compatibles avec
l’estimation de la masse de l’amas. Zwicky appelle cette contradiction le problème de masse
manquante. L’ajout de matière noire permet de résoudre ce problème. Cette étude fut reproduite
sur différents amas de galaxies par des méthodes indépendantes : la dynamique des galaxies,
l’utilisation de l’effet de lentille gravitationnelle et l’étude de l’émission en rayons X par les gaz
chauds. Une illustration de la complémentarité des deux dernières méthodes sera donnée dans
le dernier paragraphe de ce chapitre avec l’étude du « Bullet Cluster ».
3.1.3 Échelle cosmologique
L’étude des anisotropies de température du CMB permet de mesurer la densité d’énergie de la
matière dans l’Univers. Cette valeur est bien supérieure à la densité d’énergie de la seule matière
baryonique (voir chapitre 1)
Ωmh
2 = 0.1369± 0.003 Ωbh2 = 0.02265± 0.00059 (3.4)
Cette mesure est une preuve importante de l’existence de matière noire dans notre Univers.
Enfin les simulations numériques à N-corps reproduisant la formation des grandes structures
nécessitent la présence de matière noire pour obtenir une distribution de structures compatibles
avec les observations.
3.2 Candidats à la matière noire
La partie précédente montre que de nombreuses observations astrophysiques et cosmologiques
ne peuvent être expliquées qu’en supposant l’existence de matière noire. Nous connaissons
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son abondance et nous savons qu’elle doit être majoritairement non-baryonique et ne porter ni
charge électrique ni de cahrge de couleur pour ne pas interagir avec la matière ordinaire. De plus,
la matière noire doit être stable ou avoir une durée de vie de l’ordre de l’âge de l’Univers. Mais
les particules composant la matière noire n’ont toujours pas été détectées et leur nature reste
inconnue. La physique des particules fournit un certain nombre de candidats pouvant provenir
de différents modèles. Nous supposons dans ce travail, qu’un unique type de particules compose
la matière noire (il est possible d’imaginer une matière noire mixte composée de plusieurs types
de particules).
Le modèle standard contient une particule susceptible de constituer la matière noire, le neutrino.
Suite aux observations de l’oscillation des neutrinos, il est certain qu’au moins deux types de
neutrinos ont une masse non nulle. Ils peuvent donc contribuer à la matière noire [104]. En
sommant sur les trois espèces de neutrinos, la densité relique de ces particules est
Ωνh
2 =
3∑
i=1
mi
93 eV
(3.5)
L’étude de la désintégration β du tritium pose des limites supérieures sur la masse du neutrino
électronique, mνe < 2 eV [30]. La contribution des neutrinos est inférieure à Ωνh2 < 0.064
et donc ne reproduit pas à elle seule la totalité de la matière noire. Un deuxième argument
pour rejeter le neutrino comme candidat matière noire est donné par la formation des grandes
structures. Les neutrinos sont des particules relativistes, on parle de matière noire chaude, HDM
pour « Hot Dark Matter ». Lors de la formation des structures, les neutrinos diffusent des régions
de grande densité vers les régions de densité plus faible, la conséquence est un lissage des
structures à petites échelles, inférieures à ∼ 40 × (30 eV/mν) Mpc , correspondant au libre
parcours moyen (free-streaming) des neutrinos. La matière noire chaude entraîne un scénario
top-down de formation des structures avec dans un premier temps la formation des grandes
structures suivies d’effondrements locaux amenant à la formation des petites structures. Ce
scénario n’est pas compatible avec les observations favorisant un scénario bottom-up (formation
de petites structures se regroupant pour former les grandes structures) et donc une matière noire
de type Cold (CDM) ou Warm Dark Matter (WDM).
Les candidats pour la matière noire sont donc à chercher du côté d’autres modèles. Parmi ces
candidats, on trouve :
- neutrinos stériles, possibles partenaires très massifs des neutrinos du modèle standard
(voir [105, 106, 107])
- axions, cette particule apparait dans la théorie de Peccei-Quinn [108] pour résoudre les
problèmes de violation de CP dans la chromodynamique quantique. Ces particules pour-
raient avoir une masse de l’ordre de mA ∼ 10−5 − 10−3 eV et seraient de bons candidats
à la matière noire (voir par exemple la revue récente [109])
- particules supersymétriques dans des modèles avec conservation de la R-parité tels que le
sneutrino, le neutralino, le gravitino,. . .
- particule de Kaluza-Klein la plus légère. Elle est prédite dans des théories avec des di-
mensions supplémentaires avec conservation de la KK-parité (voir [110, 111])
- Q-balls, ces objets sont des solitons non-topologiques stables apparaissant dans les théo-
ries supersymétriques (voir [112]).
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Les observations de différentes natures permettent de poser des contraintes sur ces différents
candidats. Dans ce travail, nous nous concentrons sur le cas de matière noire supersymétrique
composée de gravitinos. La supersymétrie et la physique du gravitino seront présentées dans les
chapitres 5 et 6.2.
3.3 Expériences de détection
Nous présentons ici des méthodes de détection de la matière noire lorsque celle-ci est une parti-
cule massive interagissant faiblement avec la matière, WIMP pour « Weakly Interacting Massive
Particle » comme le neutralino. Il existe des méthodes de détection directe où l’on étudie l’in-
teraction du WIMP avec la matière et des expériences de détection indirecte dans lesquelles
sont étudiées les particules émises lors de l’annihilation de WIMPs. Dans les collisionneurs de
particules, il sera peut être possible de produire ces WIMPs.
Si le candidat à la matière noire est le gravitino, les expériences de détection directe ne fonc-
tionnent pas car la probabilité d’interaction avec la matière est encore plus faible que celle des
WIMPs, on qualifie le gravitino de superWIMP. Le processus d’annihilation est également très
faible rendant la détection indirecte également difficile.
3.3.1 Expériences de détection directe
Le principe de ce genre d’expériences est simple. La galaxie est remplie de WIMPs, une partie
traverse la Terre avec une probabilité d’interaction très faible. Ces expériences vont chercher
à détecter l’interaction de ces particules avec la matière lors de la diffusion de la particule de
matière noire sur un noyau en enregistrant l’énergie de recul du noyau.
Il est possible de calculer un taux d’évènements par unité de temps et par unité de masse du
détecteur connaissant la densité et la distribution des vitesses du WIMP ainsi que la section
efficace de diffusion WIMP-noyau. Les ordres de grandeur couramment utilisés sont une densité
locale de matière noire ρ ≃ 0.3 GeV/cm3 et une distribution maxwellienne de vitesse centrée
en v ≃ 220 km/s correspondant à la vitesse du système solaire dans la galaxie. Le flux est
relativement important mais l’énergie de recul maximale attendue pour un noyau cible est de
l’ordre de 100 keV ce qui représente un signal difficile à mesurer à cause des nombreuses
sources de bruit. Des expériences comme CDMS ou EDELWEISS permettent aujourd’hui de
mettre des bornes supérieures sur la section efficace de diffusion WIMP-nucléon.
Les récents résultats de l’expérience DAMA-LIBRA [113] présentent une modulation annuelle
du signal expliqué par le mouvement de la Terre autour du Soleil et serait compatible avec un
neutralino de masse mχ . 10 GeV [114]. Ce résultat est observé par aucune autre expérience
et reste à être confirmé.
3.3.2 Expériences de détection indirecte
Les rayons cosmiques permettent de faire une étude de détection indirecte de matière noire. Les
WIMPs peuvent participer à des réactions d’annihilation. Le taux d’annihilation est proportion-
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nel au carré de la densité de WIMPs, ΓA ∝ ρ2DM . Lors de ces réactions d’annihilation, de nom-
breuses particules peuvent être produites comme des paires de particules électrons-positrons,
des antiprotons, des neutrinos et des rayons gamma. Il est possible d’étudier d’une part les
rayons gamma et d’autres part les antiparticules qui sont rarement produits dans les processus
astrophysiques.
Les simulations de formation de grandes structures montrent que la matière noire ne se distribue
pas uniformément mais constitue des « clumps », des régions de surdensité de matière noire. Les
processus d’annihilation sont fortement boostés dans les clumps. La taille des clumps et leur
abondance dans la galaxie n’est pas connue aujourd’hui et fait l’objet encore de développements
théoriques.
Ces particules peuvent aussi provenir de la désintégration de gravitinos instables (selon le pro-
cessus G˜ → γ + ν) dans des modèles de supersymétrie avec gravitino LSP et violation de la
R-Parité. À cause de la suppression des interactions du gravitino par la masse de Planck et une
faible valeur de la violation de R-Parité, le gravitino instable peut être néanmoins candidat à la
matière noire car sa durée de vie est grande devant l’âge de l’Univers [115, 116, 117, 118].
Rayons gamma
Il s’agit de photons d’énergie de l’ordre du GeV au TeV. En pénétrant dans l’atmosphère, ils
interagissent très rapidement avec la matière par création de paires e+e−. Il existe donc deux
dispositifs observationnels possibles. Une observation directe des rayons gamma avec des té-
lescopes spatiaux ou une observation au sol de la lumière Cerenkov émise par les particules
chargées appartenant à la gerbe électromagnétique induite par le rayon gamma interagissant
dans la haute atmosphère. MAGIC, HESS, VERITAS et CANGAROO sont des expériences
au sol d’étude des rayons gamma, elles ont détectées un certain nombre de sources de rayons
gamma de l’ordre du TeV. Le télescope spatial EGRET a établi un large catalogue de sources
gamma dont beaucoup restent non-identifiées. De plus EGRET a mesuré un excès de rayons
gamma provenant du centre galactique. Il reste difficile d’interpréter cet excès comme provenant
d’annihilation de WIMPs mais plus probablement comme produit de processus astrophysiques.
L’observatoire spatial Fermi/GLAST (lancé en juin 2008) devrait prendre la suite d’EGRET,
améliorer la mesure du spectre des rayons gamma et être complémentaire des expériences ba-
sées au sol.
Positrons et antiprotons
Entre 1995 et en 2000, l’expérience HEAT (pour High Energy Antimatter Telescope) a mesuré
un excès de flux de positrons bien supérieur au flux prédit. La source de ces positrons n’est pas
connue mais pourrait provenir de l’annihilation de matière noire. Une distribution homogène de
matière noire ne peut cependant pas reproduire le flux de positrons total.
Contrairement aux photons, les positrons et antiprotons sont continuellement déviés par les
champs magnétiques galactiques, il est donc impossible d’en déterminer la source. De plus les
positrons perdent de l’énergie par diffusion Compton inverse et synchrotron. L’énergie mesurée
est donc très différente de l’énergie initiale sauf pour des positrons émis à proximité de la
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Terre. Les derniers résultats de deux ans de prise de données par le satellite PAMELA [119]
présentent un excès de positrons qui pourraient provenir de l’annihilation de matière noire. Ce
résultat récent reste à confirmer. L’expérience en ballon ATIC a également mis en évidence un
signal intéressant [120]. Une autre expérience, AMS devrait prochainement décoller et procéder
à une analyse de la composition des rayons cosmiques.
3.3.3 Expériences en collisionneurs
Le démarrage proche du Large Hadron Collider (inauguré en septembre 2008, mais démarrage
effective courant 2009) permet d’espérer d’importantes découvertes en physique des particules
comme la découverte du boson de Higgs, de la supersymétrie, de dimensions supplémentaires,
etc. . . Il serait donc possible de détecter le candidat à la matière noire et d’en mesurer certaines
caractéristiques comme la masse. Une courte revue [121] sur l’étude de la matière noire au
LHC présente en particulier la production de particules supersymétriques et la cascade de dés-
intégration amenant à la particule supersymétrique la plus légère, candidat potentiel à la matière
noire.
Dans le cas du gravitino, le chapitre 12 résume les possibilités de détection selon la masse du
gravitino et la nature de certaines particules.
3.4 Théorie alternative : MOND
L’hypothèse de la matière noire n’est pas la seule théorie avancée pour expliquer les obser-
vations telles que les courbes de rotation des galaxies. Une des théories les plus connues est
MOND (pour MOdified Newtonian Dynamics) qui modifie la loi newtonienne de la gravitation.
MOND fut proposée en 1983 par Mordehai Milgrom [122] qui fit l’hypothèse que la seconde
loi de Newton ~F = m~a n’est valable que lorsque l’accélération gravitationnelle est importante.
Selon cette théorie, il existerait une accélération limite a0 séparant deux régimes, pour |~a| ≫ a0
on retrouve le comportement newtonien, pour |~a| ≪ a0 il est nécessaire de modifier la loi de
Newton
~F = m× µ
( |~a|
a0
)
~a (3.6)
où
µ(x) = 1 si |x| ≫ 1 (3.7)
µ(x) = x si |x| ≪ 1 (3.8)
Dans la plupart des situations |~a| > a0, la loi de Newton n’est donc pas modifiée. L’accélération
a0 est alors une constante fondamentale de la nature, l’ajustement de ce paramètre aux courbes
de rotation des galaxies donne une valeur numérique de l’ordre de a0 ≃ 1.2× 10−10 m.s−2. Ce
modèle permet de reproduire avec succès les courbes de rotation des galaxies.
La théorie MOND peut reproduire un certain nombre d’autres observations. Il est très difficile
de départager entre des théories avec matière noire et MOND. Néanmoins, il est à noter que
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FIG. 3.2 – Deux vues du Bullet Cluster, à gauche, l’image représente la matière collisionnelle,
les gaz (rouge) et la matière non-collisionnelle, i.e. matière noire et galaxies (bleu). À droite,
cartographie du Bullet Cluster dans les rayons X et les lignes de niveau représentant la densité
obtenue par l’étude de lentille gravitationnelle.
les partisans de MOND doivent également faire l’hypothèse de l’existence de "matière noire",
des neutrinos massifs de 2 eV nécessaires pour reproduire les observations à l’échelle des amas
galactiques.
Une observation cruciale poiur départager matière noire et MOND a été menée à partir des ef-
fets de lentille gravitationnelle et des émissions en rayons X de deux amas en collision appelé
« Bullet Cluster ». Clowe et al. mettent en évidence que le potentiel gravitationnel de chaque
amas est décalé par rapport aux sources de rayons X [123, 124]. Ces observations sont illustrées
sur les figures 3.2. Cette non-correspondance entre la distribution de masse et des sources de
rayons X s’explique simplement dans le cas de l’hypothèse de la matière noire. Le gaz, à l’ori-
gine des émissions de rayon X, lors de la collision, interagit et est ralenti, tandis que la matière
noire et les galaxies sont non-collisionnelles et ne sont pas ralenti par d’autres effets que les
effets gravitationnels. Ces distributions sont plus difficilement explicables dans le cadre de la
théorie MOND.
En 2004, Jacob Bekenstein a proposé une extension relativiste de MOND compatible avec les
tests de relativité générale [125]. Cette théorie est appelée TeVeS, pour « Tensor-Vector-Scalar
gravity ». Cette théorie pourrait expliquer les observations du Bullet Cluster [126].
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Deuxième partie
À l’ombre de la Physique des Particules
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De nombreux problèmes cosmologiques trouvent des solutions à l’ombre de la physique des
particules. C’est le chemin que nous avons décidé de suivre pour expliquer la nature de la
matière noire et sa production ainsi que pour résoudre les problèmes du lithium. Il est donc
nécessaire d’introduire les notions de physique des particules que j’ai utilisé dans ce travail.
Dans les années 1930, l’association de la mécanique quantique et de la relativité restreinte a
permis de développer la théorie quantique des champs, outil indispensable à la description des
interactions fondamentales entre les particules élémentaires. Un concept crucial est la notion
de symétrie, qui est le reflet des propriétés du système étudié. L’outil mathématique décrivant
correctement les symétries est la théorie des groupes, ainsi à chaque interaction est associée un
groupe dont les caractéristiques donnent les propriétés de l’interaction.
Les physiciens élaborent des théories quantiques d’abord de l’électromagnétisme puis de l’in-
teraction faible et l’interaction forte. Ces théories s’accompagnent de découvertes de nouvelles
particules. Dans les années 70, l’interaction forte et l’unification de l’interaction électroma-
gnétique avec l’interaction faible sont décritent dans un ensemble cohérent appelé le modèle
standard avec le groupe associé SU(3)C × U(2)L × U(1)Y . Pour conserver les propriétés de
renormalisabilité de la théorie et ainsi permettre une interprétation physique des résultats, les
masses des particules doivent être introduites uniquement par le mécanisme de Higgs, qui sup-
pose l’existence d’une particule, le boson de Higgs. Le modèle standard décrit avec précision et
succès ces trois interactions à des énergies inférieures au TeV.
Néanmoins certains indices, tels que les problèmes théoriques dans le secteur du boson de
Higgs, le nombre importants de paramètres libres ou la hiérarchie des masses suggèrent que le
modèle standard n’est qu’une théorie effective à basse énergie d’une théorie plus fondamentale.
De plus, d’un point de vue expérimental, le boson de Higgs, particule cruciale dans le modèle,
n’a toujours pas été détecté. Le modèle standard sera brièvement décrit au chapitre 4.
Pour résoudre les problèmes du modèle standard, il est nécessaire d’élaborer des théories "au
delà du modèle standard". Il existe de nombreuses théories, mais une des plus prometteuses est
la supersymétrie. L’idée de base de cette théorie est d’introduire une symétrie entre les fermions
et les bosons. Les conséquences théoriques et phénoménologiques de la supersymétrie sont très
importantes et apportent des solutions élégantes aux problèmes du modèle standard. quand la
supersymétrie est élevée au rang de symétrie locale, on obtient la supergravité et l’apparition
de la particule au centre de cette thèse, le gravitino. La supersymétrie, la supergravité et la
phénoménologie du modèle standard Supersymétrique Minimal (MSSM) seront décrits dans
les chapitres 5, 6.2 et 7.
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Chapitre 4
Le modèle standard de la physique des
particules
Le modèle standard (MS) est développé dans les années 1960. Il décrit les interactions entre
les particules. Il est relativement prédictif et a pu être testé avec grande précision. Parmi ses
succès, on peut souligner la prédiction de l’existence de certaines particules (boson W, boson
Z, quark top) confirmée a posteriori par les expériences en collisionneur. Aujourd’hui toutes
les particules du modèle ont été observées à l’exception du boson de Higgs, « clé de voûte »
du modèle car cette particule se manifeste dans le mécanisme de Higgs qui permet de rendre
massives toutes les particules de la théorie. Le futur collisionneur LHC au CERN a été construit
pour découvrir le boson de Higgs et confirmer son existence. Le modèle standard a connu de
nombreux succès mais présente quelques problèmes théoriques qui implique de chercher des
modèles au delà du modèle standard. Malgré ses limites, le modèle standard est un bon point de
départ pour des modèles plus raffinés. Cette partie permet d’introduire des notions importantes
en physique des particules tout en présentant brièvement le modèle standard puis les limites
dont souffre le modèle justifiant la nécessité d’aller au-delà du MS.
4.1 Les particules du modèle standard
Le modèle standard contient peu de particules, chacune caractérisée par sa masse et des charges
quantiques comme la charge électrique, la charge de couleur ou le spin. Les fermions sont des
particules de spin 1/2, ils obéissent à la statistique de Fermi-Dirac. Ces fermions constituent la
matière ordinaire. Ils interagissent entre eux par échange de bosons de jauge, particules de spin
entier, qui suivent la statistique de Bose-Einstein. Les interactions obéissent à des symétries
locales et internes dont découlent les propriétés des particules.
4.1.1 Les fermions
Les particules composant la matière peuvent être classés en deux groupes, les leptons et les
quarks et sont rangées en trois générations. La première génération contient les particules les
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plus légères (quarks u et d, deux leptons l’électron et son neutrino) et suffit à constituer la
matière ordinaire. Les particules des deux autres générations reproduisent les mêmes caracté-
risques que les particules de la première génération à la différence près qu’elles sont plus lourdes
et instables et ne composent pas la matière ordinaire, elles ne sont produites que dans les évène-
ments de hautes énergies comme les collisions de rayons cosmiques dans la haute atmosphère
ou les expériences en accélérateurs.
Il est aussi à noter que pour chaque particule, il existe une antiparticule possédant la même
masse mais des charges opposées.
Une propriété importante, en particulier pour l’interaction faible est la chiralité des fermions.
On définit deux opérateurs de projection PL et PR
PL =
1− γ5
2
PR =
1 + γ5
2
(4.1)
avec la matrice de Dirac γ5 = iγ0γ1γ2γ3 (voir annexe A pour la définition des matrices de
Dirac). Ces opérateurs projettent un fermion Ψ dans son état de chiralité gauche ΨL = PLΨ et
droite ΨR = PRΨ.
Leptons
Ils ne sont pas sensibles à l’interaction forte. Il existe trois leptons chargés (électron, muon,
tau) et trois leptons neutres, les neutrinos. Les leptons sont habituellement rangés en doublets
de SU(2)L contenant un lepton chargé de chiralité gauche et un neutrino. Les leptons chargés
possèdent aussi une composante droite, singulets de l’interaction faible, c’est à dire qu’ils n’in-
teragissent pas par interaction faible. Les neutrinos n’ont pas de composante droite. On a donc
les doublets et les singulets suivants
 νe
e−


L

 νµ
µ−


L

 ντ
τ−


L
e−R µ
−
R τ
−
R
(4.2)
Dans la version initiale du modèle standard, seuls les neutrinos gauches étaient connus et leur
masse était prise nulle. Depuis la découverte de l’oscillation des neutrinos, nous savons que
ces particules sont massives, ce qui implique l’existence de composantes droites, qui sont des
singulets des interactions faible et forte, ce qui explique leur non-détection.
Quarks
Ils sont sensibles aux trois interactions du modèle standard, il en existe six saveurs (up, down,
charm, strange, top, bottom) chacune existant en trois versions de couleurs de l’interaction forte.
À cause du confinement, les quarks ne sont jamais observés seuls, ils forment des baryons (com-
posés de trois quarks), des antibaryons (composés de trois antiquarks) et des mésons (composés
d’un quark et d’un antiquark) qui sont alors sans charge de couleur. Les quarks u, c et t ont une
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charge électrique +2/3e, les quarks d, s et b ont une charge −1/3e. Les composantes gauches
forment des doublets de l’interaction faible, les composantes droites sont des singulets

 u
d


L

 c
s


L

 t
b


L
uR cR tR
dR sR bR
(4.3)
L’existence de trois générations de fermions ajoute une complexité dans le secteur des quarks.
En effet, on observe un mélange des états de quarks, les états propres de masse (états propres de
la propagation) sont différents des états propres de saveur (états propres de l’interaction faible).
Le passage d’une base à une autre se fait par la matrice de Cabibbo, Kobayashi, Maskawa
(CKM) 

d′
s′
b′

 = VCKM


d
s
b

 =


Vud Vus Vub
Vcd Vcs Vcb
Vtd Vts Vtb




d
s
b

 (4.4)
La matrice VCKM est souvent représentée comme le produit de trois rotations dans l’espace des
saveurs avec une phase induisant une violation de la symétrie CP .
4.1.2 Les bosons de jauge
Les fermions interagissent entre eux par échange de particules dites médiatrices de spin 1 : les
bosons de jauge. À chaque interaction est associée des bosons, le photon γ pour l’interaction
électromagnétique, les bosons W± et Z0 pour l’interaction faible et les huit gluons ga pour l’in-
teraction forte. Les caractéristiques des bosons sont données par l’interaction qu’ils véhiculent
et de façon formelle par le groupe de symétrie qui décrit l’interaction.
4.2 Les interactions du modèle standard
Les interactions du modèle standard se basent sur les théories de jauge qui sont des théories
des champs basées sur un groupe de symétries locales, appelé groupe de jauge. L’invariance par
transformation locale est appelée invariance de jauge. Par exemple l’électrodynamique quan-
tique (QED) qui décrit l’interaction électromagnétique peut être décrite simplement en impo-
sant une invariance de la théorie sous une symétrie U(1) locale, qui est un groupe abélien. Les
transformations liées aux groupes SU(2) et SU(3) sont des symétries non-abéliennes du fait
que ces groupes sont non-commutatifs.
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4.2.1 Cas d’une symétrie abélienne
On commence par décrire un champ fermionique Ψ(x) de masse m et sans interactions. Son
lagrangien s’écrit
L = Ψ¯(x)(iγµ∂µ −m)Ψ(x) (4.5)
avec Ψ¯ = Ψ†γ0. L’équation du mouvement du champ est obtenue à partir de l’équation d’Euler-
Lagrange :
∂µ
(
δL
δ(∂µΨ¯)
)
− δL
δΨ¯
= 0 (4.6)
On s’intéresse particulièrement aux symétries du lagrangien. D’après le théorème de Noether,
si le lagrangien est invariant par une transformation Ψ(x) → Ψ′(x′) dépendant d’un paramètre
continu α, on peut définir des grandeurs physiques conservées, un courant et une charge conser-
vés. La transformation peut être une symétrie d’espace-temps (ex : l’invariance par translation
des coordonnées d’espace-temps impliquent la conservation de l’énergie et de l’impulsion du
système) ou une symétrie interne (ex : rotation de phase). Dans le cas d’une symétrie interne, le
courant s’écrit
Jµ(x) =
δL
δ(∂µΨ(x))
δΨ(x)
δα
(4.7)
La conservation du courant s’écrit
∂µJ
µ = 0 (4.8)
La charge conservée associée est définie par
Q =
∫
d3xJ0(x) (4.9)
Le lagrangien éq. (4.5) est clairement invariant sous une transformation U(1) globale Ψ(x) →
e−iqαΨ(x) (où q est la charge électrique).
On suppose maintenant le paramètre α(x) dépendant des coordonnées d’espace-temps. Le la-
grangien n’est plus invariant sous cette symétrie U(1) locale Ψ(x) → Ψ′(x) = e−iqα(x)Ψ(x)
car
∂µΨ
′ = eiqα(x) (∂µΨ(x)− iq∂µα(x)Ψ(x)) (4.10)
Pour restaurer l’invariance du lagrangien, il est nécessaire d’introduire un champ de jaugeAµ(x)
se transformant selon
Aµ(x)→ A′µ(x) = Aµ(x)−
1
g
∂µα(x) (4.11)
avec g une constante de couplage et en remplaçant les dérivées du lagrangien par des dérivées
covariantes
∂µΨ(x)→ DµΨ(x) = ∂µΨ(x)− igqAµ(x)Ψ(x) (4.12)
qui se transforme
(DµΨ)
′ = ∂µΨ
′(x)− igqA′µ(x)Ψ′(x) = e−iqα(x)DµΨ (4.13)
Le lagrangien
L = Ψ¯(x)(iγµDµ −m)Ψ(x) (4.14)
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est bien invariant sous la symétrie U(1) locale. Dans le cas de la QED, on identifie le fermion
Ψ à un électron, le boson Aµ au photon et la charge de l’électron g = e, q = −1. Enfin, on
complète le lagrangien en ajoutant le terme cinétique invariant de jauge pour le boson de jauge
Aµ. On définit le tenseur du champ force électromagnétique
Fµν = ∂µAν − ∂νAµ (4.15)
Le lagrangien total de la QED est
LQED = Ψ¯(x)(iγµDµ −m)Ψ(x)− 1
4
F µνFµν (4.16)
Pour obtenir l’invariance de jauge locale, il a donc été nécessaire d’ajouter un champ de jauge
se couplant au fermion.
Le boson de jauge n’a pas de terme de masse dans le lagrangien, il est donc de masse nulle. Un
terme de masse explicitem2AµAµ n’est pas invariant de jauge et est donc interdit dans le lagran-
gien. Une théorie de jauge peut donc contenir des bosons de jauge de masse nulle comme pour
la QED ou des bosons qui acquièrent une masse par l’intermédiaire d’un mécanisme externe tel
que le mécanisme de Higgs discuté au paragraphe 4.3.
4.2.2 Cas d’une symétrie non abélienne (théorie de Yang-Mills)
Dans le cas d’une symétrie non abélienne comme SU(2) ou SU(3), la démarche est similaire
à U(1). On veut construire un lagrangien symétrique sous SU(n) locale, c’est-à-dire invariant
sous les transformations Ψ(x)→ U(ǫa)Ψ(x) avec a = 1 . . . n2 − 1
U(ǫa) = exp
[
−i
∑
a
ǫa(x)J
a
]
(4.17)
où Ja sont les générateurs du groupe et ǫa(x) est un paramètre infinitésimal.
La dérivée covariante prend la forme
Dµ = ∂µ − igJaAaµ (4.18)
où g est la constante de couplage de l’interaction. Il y a autant de champs de jauge que de
générateurs du groupe de symétrie. Le lagrangien s’écrit maintenant
LSU(n) = Ψ¯(x)(iγµDµ −m)Ψ(x)− 1
4
F µνaF aµν (4.19)
où les tenseurs F aµν s’écrivent
F aµν = ∂µA
a
ν − ∂νAaµ + gλabcAbµAcν (4.20)
avec λabc les constantes de structure du groupe.
Les champs de jauge se transforment également. On peut vérifier que pour une transformation
infinitésimale ǫa ≪ 1, on a
Aaµ → Aaµ −
1
g
∂µǫ
a + λabcǫbAcµ (4.21)
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4.2.3 Les interactions du modèle standard
Le modèle standard décrit les interactions électrofaible et forte. La première est comprise
comme une théorie de jauge basée sur le groupe SU(2)L × U(1)Y et la seconde est basée
sur SU(3)C . Le modèle standard est donc associé au groupe de symétrie SU(3)C × SU(2)L ×
U(1)Y .
L’interaction forte
L’interaction forte est la moins bien comprise des forces du modèle standard. En effet, elle se
comporte différemment selon le régime d’énergie.
À basse énergie, l’interaction forte impose aux quarks d’être confinés. Ils se regroupent de
façon que l’ensemble soit neutre sous SU(3)C . On obtient deux types de hadrons : des mésons
composés d’un quark et d’un antiquark (ex. : pions π) et des baryons composés de trois quarks
(ex : protons, neutrons). On ne peut pas observer un quark seul car si on tente de séparer deux
quarks, l’énergie du système augmente avec la distance de séparation jusqu’à atteindre une
énergie suffisante pour la création d’une nouvelle paire quark-antiquark à partir du vide afin de
créer des hadrons. Leprocessus de formation de paires de quark-antiquark et la formation de
mésons et de baryons est appelée hadronisation.
Dans ce régime, l’interaction forte se manifeste comme une interaction résiduelle entre ha-
drons globalement neutres de couleur mais composés de particules non neutres. Cette interac-
tion maintient les protons et les neutrons dans les noyaux des atomes par échange de pions π± et
π0 de masse respective 139 MeV et 135 MeV et de durée de vie τπ ∼ ~/(mπc2) ∼ 8× 10−23 s.
Il en résulte une interaction à très courte distance de l’ordre du fermi. La constante de couplage
est alors grande devant l’unité α ∼ 15, le traitement perturbatif ne peut pas approximer cor-
rectement l’interaction. Il est nécessaire de faire appel à des simulations numériques sur réseau
pour l’étudier.
À haute énergie, c’est-à-dire au dessus de l’énergie de transition quark/hadron, l’interaction
forte est alors une interaction entre les quarks et transmise par les gluons. Le modèle standard
décrit l’interaction forte dans ce régime. La théorie est appelée chromodynamique quantique
(notée QCD pour Quantum ChromoDynamics) et est basée sur des particule portant une charge
de couleur. Il existe trois valeurs pour cette charge notées rouge (r), vert (g) et bleu (b). Les
quarks portent une couleur, il existe donc trois versions de chaque quark. Les huit gluons portent
chacun deux couleurs et changent la couleur d’un quark lors de leur interaction. La constante
de couplage est notée gs. La QCD est décrite à l’aide d’une théorie basée sur le groupe SU(3)C .
Cette théorie à haute énergie peut se décrire en terme de théorie perturbative. Cela est dû au
fait que la constante de couplage diminue à mesure que l’énergie des particules mises en jeu
augmente. Cette constante de couplage tend vers zéro quand l’échelle d’énergie tend vers l’infini
(équivalent à des échelles de distance tendant vers zéro), on parle de liberté asymptotique. Les
quarks se comportent comme s’ils étaient libres.
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L’interaction électrofaible
Cette interaction correspond à l’unification de l’interaction faible et l’interaction électromagné-
tique.
a) Secteur bosonique
L’interaction électrofaible est décrite par le groupe de symétrie SU(2)L × U(1)Y , on en déduit
directement qu’il faut trois bosons de jauge pour la partie SU(2) et un boson pour la partie U(1)
noté respectivement W aµ , a = 1, 2, 3 et Bµ. La partie cinétique du lagrangien s’écrit naturelle-
ment
Lboson = −1
4
F aµνF
µνa − 1
4
GµνG
µν (4.22)
avec F aµν donné par l’éq. (4.20) avec pour constantes de structure le tenseur de Levi-Civita et
Gµν est donné par l’éq. (4.15) dans le cas d’un symétrie abélienne. Les quatre bosons sont de
masse nulle, des termes de masse explicites ne peuvent être ajoutés au lagrangien sans perdre
l’invariance de jauge.
b) Secteur fermionique
Les premières études de l’interaction faible ont mis en évidence l’importance de la chiralité
des fermions. Les interactions de jauge conservent la chiralité, il est donc nécessaire de traiter
séparément chacune des projections des fermions. Les charges associées à l’interaction faible
donnent des doublets de SU(2) pour les particules d’hélicité gauche et des singulets pour des
particules d’hélicité droite.
La charge électrique (générateur de la symétrie électromagnétique U(1)em) est reliée au géné-
rateur hYpercharge Y de U(1)Y et à T3 le générateur diagonal de SU(2)L par la relation
Q = T3 +
Y
2
(4.23)
Le lagrangien purement fermionique en interaction électrofaible avec les 4 bosons de jauge
s’écrit
Lfermion = Ψ¯iγµDµΨ (4.24)
avec
DµΨ =
(
∂µ − igJaAaµ − ig′
Y
2
Bµ
)
Ψ (4.25)
où g et g′ sont des constantes de couplage de SU(2) et U(1), Ja sont les générateurs non nuls de
SU(2) si Ψ décrit un fermion faisant partie d’un doublet et sont nuls dans le cas d’un singulet
et Y est l’hypercharge.
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4.3 Mécanisme de Higgs et brisure électrofaible
Le secteur électrofaible est décrit par la symétrie de jauge SU(2)L × U(1)Y . L’invariance de
jauge du lagrangien sous cette symétrie ne permet pas d’introduire de termes de masses pour
les bosons et les fermions. Cependant les expériences montrent qu’un grand nombre de parti-
cules sont massives. Le mécanisme de Higgs permet d’introduire des masses pour ces particules
tout en préservant les critères de renormalisabilité de la théorie. Ce mécanisme consiste en une
brisure spontanée de la symétrie électrofaible SU(2)L × U(1)Y → U(1)em qui conserve la sy-
métrie du lagrangien mais pas de l’état du vide. Dans le cas d’une symétrie globale, le théorème
de Goldstone montre que pour chaque générateur de symétrie brisé, il existe un état physique
de masse nulle appelé boson de Goldstone.
Dans le cas d’une symétrie locale comme dans le modèle standard, la brisure est décrite par
le mécanisme de Higgs, proposée par trois équipes simultanément Brout et Englert, Higgs,
Guralnik et Hagen et Kibble [?, ?, ?]. Un doublet complexe scalaire est introduit dans le modèle,
il est appelé champ de Higgs. Lors de la brisure électrofaible, trois des quatre degrés de liberté
du champ de Higgs sont absorbés par les bosons de jauge qui acquièrent une masse et une
polarisation longitudinale. Le degré de liberté résiduel est le boson de Higgs physique. Les
fermions obtiennent une masse grâce à des couplages de Yukawa au champ de Higgs.
La dynamique du champ de Higgs permet de générer la brisure spontanée de la symétrie élec-
trofaible SU(2)L × U(1)Y → U(1)em. Le champ de Higgs est un doublet de SU(2) avec une
hypercharge Y (Φ) = 1
Φ =

φ+
φ0

 (4.26)
Le lagrangien total de l’interaction electrofaible est donné par
LEW = Lboson + Lfermion + LHiggs + LYukawa (4.27)
Les deux premiers termes sont donnés par les équations éq. (4.22) et éq. (4.24).
Le terme LHiggs décrit la dynamique du champ scalaire. Cette dynamique doit être invariante
par transformation de jauge sous SU(2)L × U(1)Y . Le champ scalaire obéit à l’équation de
Klein-Gordon. Il contient aussi un terme de potentiel d’ordre inférieur à 4 pour conserver la
renormalisabilité de la théorie
LHiggs = DµΦ†DµΦ− V (Φ) (4.28)
avec un potentiel de la forme
V (Φ) = aΦ†Φ+ λ(Φ†Φ)2 (4.29)
En toute généralité, le champ de Higgs peut interagir avec les fermions par des couplages de
Yukawa ou couplages trilinéaires
LYukawa = fel¯LΦeR + fuq¯LΦ˜uR + fdq¯LΦdR + h.c. (4.30)
où les f sont les constantes de couplages de Yukawa et Φ˜ = iσ2Φ∗.
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FIG. 4.1 – Potentiel du champ du Higgs avec a > 0 (courbe rouge) n’induisant pas de brisure
et avec a < 0 (courbe bleue en forme de "chapeau mexicain") créant la brisure spontanée de la
symétrie électrofaible
La brisure de la symétrie est induite par la forme du potentiel de l’éq. (4.29). Pour a = −µ2 < 0,
le potentiel prend la forme d’un "chapeau mexicain" (voir Fig. 4.1) qui oblige le champ scalaire
à choisir un état fondamental 〈Φ〉0 (on parle de vev pour vacuum expectation value) qui ne sera
plus invariant sous SU(2)L alors que le lagrangien total reste invariant. Le minimum est atteint
pour Φ†Φ = v2/2 avec v =
√
µ2/λ, un choix possible pour la vev est
〈Φ〉0 =
1√
2

0
v

 (4.31)
On introduit quatre nouveaux champs (correspondant aux quatre degrés de liberté du champ de
Higgs) pour décrire les fluctuations autour du vide. Trois de ces degrés de liberté sont "absorbés"
par les champs de jauge W aµ qui deviennent massifs après la redéfinition suivante
W±µ =
1√
2
(W 1µ ∓ iW 2µ) (4.32)
(4.33)
Zµ
Aµ

 =

cos θW − sin θW
sin θW cos θW



W µ3
Bµ

 (4.34)
avec
tan θW = g
′/g (4.35)
Les bosons de jauge W± et Z0 sont massifs, leurs masses sont reliées à la vev et à l’angle de
Weinberg par
MW = gv/2 = MZ cos θW (4.36)
L’angle et les masses ont été mesurés avec grande précision dans les collisionneurs du CERN
(LEP) et du SLAC [30]
sin2 θW = 0.23152 mW = 80.403±0.029 GeV mZ = 91.1876±0.0021 GeV (4.37)
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ce qui correspond à une valeur pour la vev de v ≃ 246 GeV.
Le dernier degré de liberté devient une particule physique, le boson de Higgs, de masse
mh =
√
2µ =
√
2λv (4.38)
Cette particule n’a toujours pas été observée dans les collisionneurs, c’est un des objectifs prin-
cipaux du Tevatron au Fermilab et du LHC au CERN. Le modèle standard ne prédit pas la masse
du boson de Higgs. Le collisionneur LEP du CERN a permis de contraindre la masse à 95% de
confiance
mh & 114.4 GeV (4.39)
4.4 Les limites du modèle standard
Le modèle standard est avant tout un grand succès théorique et expérimental de la physique
des particules. Tous les fermions du modèle standard ont été observés expérimentalement. La
validité du modèle standard aux énergies étudiées jusqu’à présent en collisionneurs n’a pas été
mise en défaut par les données expérimentales. Parmi les grands succès du modèle, on peut
souligner la prédiction des bosons W± et Z (observés en 1983 au CERN par les collaborations
UA1 et UA2) et la prédiction du quark top (observé en 1995 au Tevatron par les collaborations
CDF et D0).
Malgré ses succès, le modèle standard contient un certain nombre de problèmes suggérant que
le modèle n’est qu’une théorie effective, approximation à basse énergie d’une théorie plus fon-
damentale.
Le modèle standard contient 19 paramètres libres qui ne sont pas déterminés par la théorie.
Il s’agit des 3 constantes de couplage, 1 paramètre QCD source de possible violation de la
symétrie CP dans les interactions fortes, 6 masses pour les quarks, 3 angles de mélange des
quarks et 1 phase de violation de la symétrie CP par les interactions faibles, 3 masses pour
les leptons chargés et les 2 paramètres λ et µ du potentiel de Higgs. De plus, si on considère
les neutrinos massifs, il faut rajouter au moins 9 paramètres. Ces paramètres ne peuvent être
déterminés qu’expérimentalement. Une théorie plus fondamentale devrait pouvoir expliquer
l’origine de ces paramètres.
L’existence d’une théorie plus fondamentale est fortement suggérée par l’étude des constantes
de couplage des interactions forte, faible et électromagnétique. Les constantes de couplage g1 =√
5/3g′, g2 = g et g3 = gS dépendent de l’échelle d’énergie, l’évolution de ces constantes sont
décrites par les équations du groupe de renormalisation. À l’ordre d’une boucle, on a :
d
dt
ga =
1
16π2
bag
3
a (a = 1, 2, 3) (4.40)
où t = ln(Q/Q0) avec Q l’échelle d’énergie, Q0 ≃ 2 × 1016 GeV l’échelle initialeet bMSa =
(41/10,−19/6,−7) sont donnés par le modèle. La figure Fig. 4.2 donne le résultat de l’évolu-
tion des constantes de couplage sous la forme αa = g2a/4π. Les courbes en pointillés corres-
pondent au modèle standard, la convergence des courbes suggère une possible unification des
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FIG. 4.2 – Évolution des constantes de couplage en fonction de l’échelle d’énergie pour le
modèle standard (tirets) et pour la supersymétrie (traits pleins)
constantes de couplage à une échelle d’énergie de l’ordre de 1015 − 1016 GeV dite de Grande
Unification à partir de laquelle on trouve une théorie de Grande Unification (GUT pour Grand
Unified Theory). L’unification des constante de couplage ne se fait pas en un point dans le mo-
dèle standard malgré les incertitudes théoriques. Les courbes en traits pleins montrent le résultat
pour un modèle au-delà du modèle standard appelé supersymétrie qui sera présenté au chapitre
5. Dans le cas de la supersymétrie, on a bSUSYa = (33/5, 1,−3) et les courbes se coupent à une
énergie M ∼ 2 × 1016 GeV. Ce résultat encourage à regarder des théories au delà du modèle
standard.
Le modèle standard n’explique pas pourquoi il y a trois générations de particules et n’explique
pas non plus la hiérarchie des masses entre les particules fixée à la main par les constantes de
couplage de Yukawa. Le potentiel de Higgs est aussi mis à la main dans le modèle. La théorie
au-delà du modèle standard devrait présenter une brisure spontanée et dynamique de la symétrie
électrofaible.
Les masses des champs scalaires comme le boson de Higgs obtiennent des corrections radiatives
(voir Fig. 4.3(a) et Fig. 4.3(b)) entraînant des divergences quadratiques
m2h = m
2
0 + αλ
Λ2
16π2
(4.41)
où m0 est la masse « nue » du boson de Higgs, α est un nombre positif ou négatif et Λ est
l’énergie de coupure introduite pour régulariser les diagrammes à une boucle.
La dépendance quadratique ne peut pas être absorbée par la procédure de renormalisation et
prend une valeur de l’ordre de l’échelle de la nouvelle physique au delà du modèle standard,
c’est-à-dire de l’ordre de l’échelle de la masse de Planck MPl = 2.4 × 1018 GeV où l’inter-
action gravitationnelle devient du même ordre de grandeur que les autres interactions. Dans
l’hypothèse d’une théorie de grande unification, l’ordre de grandeur est Λ ∼ 1016 GeV. Pour
avoir une masse du boson de Higgs de l’ordre de l’échelle électrofaible, il devient nécessaire
d’ajuster sur plus de 15 ordres de grandeur le rapport m0/Λ, ce qui n’est pas très satisfaisant. Ce
problème est connu sous le nom de problème de hiérarchie des échelles car il prend sa source
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FIG. 4.3 – Corrections radiatives à une boucle à la masse du boson de Higgs avec une boucle
de fermion (a) et une boucle de scalaire (b)
dans la grande différence entre l’échelle électrofaible et l’échelle GUT. Ce problème est résolu
de façon élégante dans le cadre de la supersymétrie.
Par ailleurs, d’un point de vue cosmologique, le modèle standard ne permet pas d’expliquer
l’asymétrie baryonique et n’offre pas de bon candidat pour la matière noire (voir chap. 3 pour
le cas des neutrinos).
81
Chapitre 5
Supersymétrie
La supersymétrie trouve sa source dans une recherche d’extension des symétries d’espace-
temps (groupe de Poincaré) à des symétries internes. La supersymétrie propose une symétrie
entre bosons et fermions. Cette simple idée a des conséquences théoriques et phénoménolo-
giques particulièrement extraordinaires pour la physique des particules.
Les premières recherches datent des années 1960. En 1967, Coleman et Mandula montrent avec
leur fameux no-go theorem que l’extension du groupe de Poincaré à des symétries internes est
impossible en utilisant des opérateurs bosoniques. En 1971, Golfand et Likhtman puis l’an-
née suivante Volkov et Akulov étendent le groupe avec des opérateurs fermioniques, c’est la
naissance de la supersymétrie. En 1973, Wess et Zumino étendent à 4 dimensions les "trans-
formations de superjauge" développées à deux dimensions en théorie des cordes par Neveu et
Schwarz, Ramond, Gervais et Sakita. Le modèle de Wess et Zumino permettait de construire
une théorie supersymétrique et renormalisable à quatre dimensions. Une prédiction phénomé-
nologique importante de la supersymétrie était que le boson et le fermion liés par cette symétrie
formant un supermultiplet avaient la même masse. Or expérimentalement, aucune paire de su-
perpartenaires n’était observée. La supersymétrie était au mieux une symétrie brisée. Les pre-
miers modèles de brisure de la supersymétrie furent développés par Fayet et Iliopoulos (1974)
puis O’Raifeartaigh (1975). Les premiers modèles phénoménologiques essayèrent d’associer
des fermions et des bosons connus dans des supermultiplets comme le photon avec le neutrino,
le gluon avec le quark, mais ces modèles ne fonctionnaient pas. En 1976, Fayet propose d’as-
socier à chaque particule du modèle standard une nouvelle particule. Dans sa version la plus
simple, cette extension est appelée modèle standard supersymétrique minimal (MSSM).
Parallèlement, certains se sont intéressés au problème d’élever la supersymétrie au rang de
symétrie locale. Il est alors nécessaire d’introduire une particule de spin 3/2 pour préserver l’in-
variance de jauge. Cette particule est appelée gravitino car elle est le partenaire supersymétrique
du graviton.La supersymétrie locale est alors appelée supergravité, les premiers résultats furent
découverts en 1976 par Ferrara, Freedman et van Nieuwenhuizen suivi de Deser et Zumino.
Lors de la brisure de la supersymétrie globale, un fermion de goldstone ou goldstino appa-
raît. Dans la théorie locale, par un mécanisme de super-Higgs, le goldstino est absorbé par le
gravitino qui acquiert une masse.
La supersymétrie est une extension du modèle standard prometteuse. Elle permet de résoudre
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certains des problèmes du modèle standard :
- meilleure unification des constantes de couplage à l’échelle GUT
- la brisure électrofaible est réalisée par corrections radiatives
- la supersymétrie protège la masse du Higgs des corrections radiatives quadratiques :
les signes des contributions à δm2h sont opposés pour les fermions et les bosons. Les
constantes de couplage de Yukawa des superpartenaires sont reliées par la relation |λf |2 =
λs. Même dans le cas de la supersymétrie brisée, on élimine ainsi les divergences quadra-
tiques des diagrammes de la Fig. 4.3, la contribution radiative à la masse du Higgs est de
l’ordre de m2s −m2f . L’échelle électrofaible est stabilisée si |m2s −m2f | . 1 TeV
- certaines particules supersymétriques sont de bons candidats pour la matière noire
D’un autre côté, la supersymétrie introduit également des problèmes. Les expériences de phy-
sique des particules mettent en évidence le fait que si la supersymétrie existe, c’est une symétrie
brisée. Le mécanisme de la brisure de la supersymétrie n’est pas connu ce qui implique de fa-
çon générale d’introduire plus d’une centaine de paramètres. La supersymétrie reste néanmoins
une extension du modèle standard très séduisante aussi bien pour la physique des particules que
pour la cosmologie, domaine dans lequel nous allons appliquer cette théorie pour résoudre les
problèmes du lithium et la nature de la matière noire.
L’objectif de ce chapitre et des deux suivants est d’expliciter les grandes étapes pour obtenir
une théorie supersymétrique et les notions essentielles qui seront utilisées dans cette étude.
Ce premier chapitre présente les bases de la supersymétrie et la construction de la théorie en
utilisant principalement les références [127, 128]. Le chapitre suivant présente la brisure de la
supersymétrie, la supergravité et les propriétés du gravitino. Enfin le dernier chapitre présente
le modèle standard supersymétrique minimal (MSSM) et les aspects phénoménologiques de la
supersymétrie.
5.1 Algèbre et supermultiplets
La supersymétrie est une symétrie dont l’effet est de transformer un état bosonique en état
fermionique et réciproquement. Les générateurs de la supersymétrie sont de type fermionique
notés Qα et la transformation est schématiquement
Q |boson〉 = |fermion〉 Q |fermion〉 = |boson〉 (5.1)
La version la plus simple de la supersymétrie ne contient qu’un seul couple de générateurs Qα
et Q¯α˙ (où les indices α, α˙ = 1, 2 indiquent les composantes des spineurs de Weyl, voir l’annexe
A pour les notations sur les spineurs de Weyl), c’est la supersymétrie N = 1 . Nous travaillons
uniquement dans cette supersymétrie1. Les opérateurs Q sont des opérateurs fermioniques, ils
1les modèle à N>1 entraînent l’existence de supermultiplet contenant simultanément les hélicités gauche et
droite d’une particule. Ces deux états doivent alors se transformer de la même façon par les symétries de jauge or
expérimentalement nous savons que l’interaction faible distingue les hélicités gauche et droite [129]
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anticommutent entre eux. L’algèbre supersymétrique est
{Qα, Q¯β˙} = 2(σµ)αβ˙P µ (5.2)
{Qα, Qβ} = {Q¯α˙, Q¯β˙} = 0 (5.3)
[Qα, P
µ] =
[
Q¯α˙, P µ
]
= 0 (5.4)
[Qα,M
µν ] = i(σµν)βαQβ (5.5)
[Qα, R] = Qα (5.6)[
Q¯β˙ , R
]
= −Q¯β˙ (5.7)
avec P µ les générateurs des translations et Mµν les générateurs des transformations de Lorentz
et R le générateur de la R-symétrie. Les générateurs (σµν)βα sont définis par
(σµν)βα =
1
4
[
(σµ)αγ˙(σ¯
ν)γ˙β − (σν)αγ˙(σ¯µ)γ˙β
] (5.8)
La supersymétrie possède une symétrie interne globale U(1), la R-symétrie, qui est une sorte de
généralisation de la symétrie chirale. La brisure de cette symétrie continue peut être à l’origine
d’une symétrie discrète, la R-parité, qui joue un rôle important dans la phénoménologie de la
supersymétrie.
Les générateurs de la supersymétrie commutent avec P µ, éq. (5.4), il y a donc conservation
de l’énergie et de l’impulsion. L’anticommutation de l’éq. (5.2) relie les symétrie internes aux
symétries d’espace-temps. Dans le cas d’une supersymétrie locale, le paramètre de la transfor-
mation de supersymétrie dépend des coordonnées d’espace-temps et donc la commutation de
deux transformations de supersymétrie locales est une translation d’espace-temps dépendant
également des coordonnées. La supersymétrie vérifie alors l’invariance de Lorentz locale et
contient donc une certaine représentation de la gravitation appelée supergravité et présentée au
chapitre 6.2.
Les représentations irréductibles de cet algèbre sont appelées les supermultiplets. Ils contiennent
chacun un boson et un fermion. Les particules appartenant au même supermultiplet ont la même
masse mais pas le même spin. De plus, dans un supermultiplet, il y a égalité entre le nombre de
degrés de liberté bosoniques et fermioniques nb = nf .
On peut distinguer deux représentations en théorie des champs :
- supermultiplet chiral contient deux champs scalaires réels formant ensemble un champ
scalaire complexe φ appelé le sfermion et un champ fermionique de Weyl ψ. Les deux
champs ont la même masse. Le champ scalaire a deux degrés de liberté, le fermion sur la
couche de masse (on-shell) en a aussi deux mais en a quatre quand il est hors de la couche
de masse (off-shell). Pour équilibrer les degrés de liberté, on ajoute au supermultiplet un
champ scalaire complexe F qui n’a pas de terme cinétique, il ne se propage pas et il est
appelé champ auxiliaire. Le contenu du supermultiplet chiral est
Ψ = (φ, ψα, F ) (5.9)
- supermultiplet de jauge contient dans le cas général un grand nombre de champs. Dans
le cas de la jauge de Wess-Zumino, le supermultiplet comprend un fermion de Weyl (le
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jaugino) λaα, un boson de jauge (de masse nulle) Aµa et un champ scalaire réel auxiliaire
Da. Le boson de jauge a deux degrés de liberté on-shell comme le fermion mais trois off-
shell. Le champ scalaire réel Da apporte un degré de liberté bosonique supplémentaire
off-shell
Φ = (λaα, A
µ
a , D
a) (5.10)
où a est l’indice du groupe de jauge
Les particules du modèle standard et leurs partenaires supersymétriques sont rangés dans ces
multiplets. Il n’est pas possible de remplir un supermultiplet avec les particules connues, aucun
superpartenaire n’ayant été détecté à ce jour dans les expériences de physique des particules.
Ceci pose un problème phénoménologique puisque les particules d’un supermultiplet doivent
avoir la même masse et devraient donc avoir été produites dans les expériences. Pour expliquer
ce résultat, il faut supposer que les particules supersymétriques sont plus massives que leur
partenaire du modèle standard suite à une brisure de la supersymétrie.
5.2 Lagrangien supersymétrique
Pour construire une théorie supersymétrique, nous commençons par introduire le cas le plus
simple, le modèle de Wess et Zumino contenant un supermultiplet scalaire de masse nulle et sans
interaction pour voir comment concrètement les champs se transforment. Puis nous introduirons
les interactions, ce qui conduira à la notion de superpotentiel.
5.2.1 Le lagrangien chiral libre
L’action la plus simple que l’on peut construire avec le supermultiplet chiral est celle du modèle
de Wess-Zumino sans masse et sans interaction. Dans le cas on-shell, qui est suffisant quand il
n’y a pas d’interaction, nous avons simplement un fermion ψ et un scalaire complexe φ
S =
∫
d4x(Lscalaire + Lfermion) (5.11)
avec
Lscalaire = ∂µφ∗∂µφ (5.12)
Lfermion = iψ¯σ¯µ∂µψ (5.13)
Si on applique une transformation supersymétrique globale de paramètre ǫα (fermion de Weyl
infinitésimal indépendant des coordonnées d’espace-temps ∂µǫα = 0) sur le champ scalaire φ,
le résultat doit être proportionnel au champ fermionique ψ
δφ =
√
2ǫψ et δφ∗ =
√
2ǫ¯ψ¯ (5.14)
La transformation infinitésimale sur le lagrangien du champ scalaire est :
δLscalaire =
√
2(ǫ∂µψ)∂µφ
∗ +
√
2∂µφ(ǫ¯∂µψ¯) (5.15)
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D’un point de vue dimensionnel, en unités de masse, on a
[φ] = 1 [ψ] =
3
2
[ǫ] = −1
2
(5.16)
Pour que l’action reste invariante sous la transformation de supersymétrie, il faut que la somme
δLscalaire + δLfermion soit nulle à une divergence totale près (ne contribuant pas à l’action). Cela
est possible si le champ fermionique a pour transformation infinitésimale
δψα = i
√
2(σµǫ¯)α∂µφ et δψ¯α˙ = −i
√
2(ǫσµ)α˙∂µφ
∗ (5.17)
Pour s’assurer qu’il s’agit bien d’une transformation de supersymétrie, il faut vérifier que l’al-
gèbre ferme. Dans le cas de l’éq. 5.2, on applique deux fois les transformations précédentes aux
champs. On obtient
φ→ ψ → ∂φ ψ → ∂φ→ ∂ψ (5.18)
On retrouve bien le champ initial sur lequel est appliqué l’opérateur impulsion P µ ∼ i∂µ, ce
qui correspond bien à l’algèbre supersymétrique. Il est nécessaire d’utiliser les équations du
mouvement σ¯µ∂µψ = 0 pour obtenir ce résultat. Il n’est donc pas trivial de pouvoir fermer
l’algèbre dans le cas de champs off-shell. En fait, il suffit d’introduire un terme contenant le
champ auxiliaire F dans l’action qui s’écrit
S =
∫
d4x(Lscalaire + Lfermion + Laux) (5.19)
avec
Laux = F ∗F (5.20)
Les transformations infinitésimales du champ auxiliaire sont :
δF = i
√
2ǫ¯σ¯µ∂µψ et δF ∗ = −i
√
2∂µψ¯σ¯
µǫ (5.21)
La variation du terme Laux donne
δLaux = i
√
2ǫ(σ¯µ)∂µψF
∗ − i
√
2∂µψ¯(σ¯
µ)ǫF (5.22)
Cette variation s’annule bien dans le cas on-shell avec l’équation de mouvement F = F ∗ = 0
(uniquement vrai car les particules sont de masse nulle). Dans le cas off-shell, cette variation
est compensée par une modification des transformations du champ ψ. On obtient finalement
δφ =
√
2ǫψ δφ∗ =
√
2ǫ¯ψ¯
δψα = i
√
2(σµǫ¯)α∂µφ+
√
2ǫαF δψ¯α˙ = −i
√
2(ǫσµ)α˙∂µφ
∗ +
√
2ǫ¯α˙F
∗
δF = i
√
2ǫ¯σ¯µ∂µψ δF
∗ = −i√2∂µψ¯σ¯µǫ
(5.23)
Le lagrangien libre est totalement invariant par transformation supersymétrique aussi bien dans
des configurations on-shell que off-shell.
L’invariance par une transformation implique la conservation d’un courant, c’est également le
cas de la supersymétrie. Le supercourant jµα est un 4-vecteur portant un indice spinoriel puisque
les générateurs de la supersymétrie sont fermioniques
jµα = −i
√
2σν σ¯µψα∂νφ
∗ (5.24)
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5.2.2 Les interactions du multiplet chiral
Dans un cas réaliste, il existe plusieurs supermultiplets chiraux Ψi = (φi, ψi, F i) impliquant
des termes d’interaction entre les champs. Il n’est pas évident a priori que l’introduction d’in-
teractions permettent la conservation de l’invariance par les transformations supersymétriques.
Il est cependant possible d’obtenir une telle théorie mais l’exigeance d’un lagrangien renor-
malisable et invariant par les transformations supersymétriques pose de fortes contraintes sur
les couplages. Le lagrangien d’interaction est de la forme suivante (pour une démonstration, le
lecteur peut se référer à [127]) :
Lint = −1
2
W ij(φ)ψiψj + V (φ, φ
∗) + c.c. (5.25)
où W ij est un polynôme dans les champs scalaires φ. La condition d’invariance par transforma-
tion supersymétrique impose que les termes de δLint (non explicité) en ψiψj s’annulent si W ij
ne dépend que des champs φ et est complètement symétrique. La seule possibilité est
W ij = M ij +
1
6
yijkφk (5.26)
où M ij est une matrice de masse symétrique et yijk est un couplage de Yukawa. On écrit
W ij =
∂2W
∂φi∂φj
(5.27)
en définissant le superpotentiel W
W =
1
2
M ijφiφj +
1
6
yijkφiφjφk (5.28)
Il est important de noter que le superpotentiel est fonction des champs φmais pas de φ∗ pour que
le lagrangien d’interaction soit invariant par transformation supersymétrique. Le superpotentiel
est une fonction holomorphe (ou analytique).
En imposant que Lint est invariant, on détermine la forme du potentiel scalaire V (φ, φ∗) en
fonction du superpotentiel :
V = W ∗i W
i = FiF
∗i (5.29)
avec
Fi = −∂W
∂φi
= −W ∗i F ∗i = −
∂W
∂φi
= −W i (5.30)
Le lagrangien pour le supermultiplet chiral en interaction est
Lchiral = −∂µφi∗∂µφi − iψi†σ¯µ∂µψi
−1
2
M ijψiψj − 1
2
M∗ijψ
†iψ†j − 1
2
yijkφiψjψk − 1
2
y∗ijkφ
∗iψ†jψ†k (5.31)
−(M∗ikMkjφ∗iφj +
1
2
M imy∗jkmφiφ
∗jφ∗k +
1
2
M∗imy
jkmφ∗iφjφk +
1
4
yijmy∗klmφiφjφ
∗kφ∗l)
La première ligne donne les propagateurs libres du champ scalaire et fermionique. La deuxième
ligne correspond au premier terme du lagrangien d’interaction éq. 5.25 et la troisième ligne est
le potentiel scalaire.
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5.2.3 Lagrangien du supermultiplet de jauge
De la même façon que pour le supermultiplet chiral, on va exprimer le lagrangien libre du
supermultiplet de jauge qui contient un boson de jauge Aµa , un fermion de Weyl λa et un champ
auxiliaire Da analogue au champ F du supermultiplet chiral (a = 1 . . . 8 pour SU(3)C , a =
1, 2, 3 pour SU(2)L et a = 1 pourU(1)Y ). La forme du lagrangien est complètement déterminée
par les conditions d’invariance de jauge :
δjaugeA
a
µ = ∂µΛ
a + gfabcAbµΛ
c (5.32)
δjaugeλ
a = gfabcλbΛc (5.33)
avec Λa le paramètre infinitésimal des transformations de jauge, g la constante de couplage et
fabc la constante de structure du groupe.
La densité de lagrangien du supermultiplet de jauge est
Ljauge = −1
4
F aµνF
µνa − iλ†aσ¯µDµλa + 1
2
DaDa (5.34)
avec le champ de Yang-Mills
F aµν = ∂µA
a
ν − ∂νAaµ + gfabcAbµAcν (5.35)
et la dérivée covariante appliquée au champ du jaugino
Dµλ
a = ∂µλ
a + gfabcAbµλ
c (5.36)
Les transformations des champs du supermultiplet de jauge peuvent être induites à un coefficient
multiplicateur près, sachant que la transformation contient le spineur de Weyl infinitésimal ǫ
pour obtenir un champ fermionique à partir d’un champ bosonique et inversement, les matrices
de Pauli permettent de contracter ou introduire des indices de Lorentz. On obtient
δAaµ = i
(
ǫ¯σµλ
a + λ¯aσµǫ
) (5.37)
δλaα = −
1
2
(σµσ¯νǫ)αF
a
µν − iDaǫα (5.38)
δDa = ǫ¯σµDµλ
a −Dµλ¯aσµǫ (5.39)
À ce stade, le lagrangien général contient des supermultiplets chiraux et des supermultiplets
de jauge. Ce lagrangien est invariant par transformation supersymétrique. Il reste une dernière
étape qui est l’introduction d’interaction entre les supermultiplets chiraux et les supermultiplets
de jauge. Dans le modèle standard, les fermions et les bosons de jauge interagissent. Une théorie
supersymétrique doit contenir ces interactions en restant invariante par transformation supersy-
métrique. On suppose que les supermultiplets chiraux transforment selon un certain groupe de
jauge. L’approche simple consistant à changer les dérivées usuelles ∂µ en dérivées covariantes
Dµ
∂µφi → Dµφi = ∂µφi − igAaµ(T aφ)i (5.40)
∂µψi → Dµψi = ∂µψi − igAaµ(T aψ)i (5.41)
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suffit à introduire des interactions entreAaµ et les champs scalaire φi et fermionψi du supermulti-
plet chiral. Il faut ajouter des termes supplémentaires au lagrangien pour obtenir les interactions
entre φi et ψi et λa et Da.
La densité de lagrangien complète est :
L = Lchiral + Ljauge −
√
2g(φ∗T aψ)λa −
√
2gλ†a(ψ†T aφ) + g(φ∗T aφ)Da (5.42)
où les lagrangiens Lchiral et Ljauge sont donnés par les équations éq. (5.31) et éq. (5.34). Le la-
grangien total reste invariant par les transformations de supersymétrie en modifiant uniquement
le terme δFi
δFi = iǫ
†σ¯µDµψi +
√
2g(T aφ)iǫ
†λ†a (5.43)
À l’instar du champ F , l’équation du mouvement du champ auxiliaire Da permet de l’exprimer
en fonction des champs φ
Da = −g(φ∗T aφ) (5.44)
Le potentiel scalaire complet est
V (φ, φ∗) = F ∗iFi +
1
2
∑
a
DaDa = W ∗i W
i +
1
2
∑
a
g2(φ∗T aφ)2 (5.45)
Le potentiel scalaire est une somme de carrés, il est donc toujours positif ou nul. Les deux
contributions au potentiel sont appelées "termes F" et "termes D". Les premiers sont fixés par
les couplages de Yukawa, les seconds par les interactions de jauge. Ils jouent un rôle important
dans la brisure de la supersymétrie, discutée au chapitre suivant.
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Chapitre 6
Brisure de SUSY et supergravité
La supersymétrie fait une forte prédiction sur le spectre de masse des particules. Les superpar-
tenaires doivent avoir la même masse si la supersymétrie est une symétrie de la nature. Expé-
rimentalement, aucun partenaire supersymétrique d’une particule du modèle standard n’a été
découvert à ce jour. Il faut supposer que ces particules sont plus massives que leur partenaire,
leur permettant d’échapper à toute détection aujourd’hui. Cela n’est possible que si la super-
symétrie est une symétrie brisée. La brisure de la supersymétrie est un élément crucial dans la
construction d’un modèle supersymétrique, mais le mécanisme réel de brisure n’est pas connu.
Il existe de nombreux modèles théoriques. L’objectif de ce chapitre est de présenter les éléments
essentiels de la brisure spontanée de la supersymétrie, comme la nécessité d’un secteur caché,
l’introduction du gravitino, le partenaire du graviton dans la brisure de la supersymétrie locale
et différents modes de médiation de la brisure de la supersymétrie entre le secteur caché et le
secteur visible. Il est important de bien distinguer les deux problèmes mentionnés ici qui sont
d’une part déterminer le mécanisme réel de la brisure spontanée de la supersymétrie et d’autre
part le mécanisme de transmission de la brisure de la supersymétrie du secteur caché au secteur
visible.
6.1 Bases de la brisure de la supersymétrie globale
Un modèle phénoménologique réaliste de la supersymétrie doit contenir une brisure de la su-
persymétrie pour expliquer la différence de masse entre les superpartenaires. La brisure doit
être spontanée dans un but de minimalité de la théorie où la brisure vient directement de la dy-
namique de la théorie. La brisure doit aussi être "douce" pour ne pas introduire des divergences
quadratiques.
Le mécanisme réel n’est pas connu. D’un point de vue pratique, on paramétrise cette brisure en
introduisant des termes supplémentaires dans le lagrangien brisant explicitement la supersymé-
trie permettant malgré tout d’étudier la phénoménologie de la supersymétrie. De façon générale,
les termes ajoutés sont
Lsoft = −
(
1
2
Maλ
aλa +
1
6
aijkφiφjφk +
1
2
bijφiφj + t
iφi
)
+ c.c.− (m2)ijφj∗φi (6.1)
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où Ma sont les masses de jauginos, (m2)ij et bij sont des masses de scalaires, aijk sont des
couplages et ti des couplages de "tadpole" n’apparaîssant que dans le cas d’un champ scalaire
singlet de jauge (qui n’existe pas dans le MSSM par exemple). Les termes de Lsoft donnent une
masse aux scalaires et aux jauginos tout en gardant les fermions des supermultiplets chiraux et
les bosons de jauge de masse nulle.
6.1.1 Origine de la brisure
Dans le cas d’une symétrie globale, la brisure spontanée signifie que l’état du vide n’est plus
invariant par la symétrie. Dans le cas de la supersymétrie globale, on a Qα |0〉 6= 0 et Q¯α˙ |0〉 6= 0.
On peut définir l’opérateur hamiltonien H en fonction des générateurs de la supersymétrie en
utilisant la relation éq. (5.2) de l’algèbre :
H = P 0 =
1
4
(Q1Q¯1 + Q¯1Q1 +Q2Q¯2 + Q¯2Q2) (6.2)
si la supersymétrie n’est pas brisée, on a H |0〉 = 0 et l’énergie du vide est nulle. De façon
réciproque, si l’énergie du vide est nulle :
〈0|H |0〉 = 0⇒ 1
4
(||Q¯1 |0〉 ||2 + ||Q1 |0〉 ||2 + ||Q¯2 |0〉 ||2 + ||Q2 |0〉 ||2) = 0 (6.3)
et donc
Q |0〉 = 0 (6.4)
la supersymétrie est une symétrie du vide. On en déduit que la supersymétrie globale est spon-
tanément brisée si et seulement si
〈0|H |0〉 6= 0 (6.5)
Cette situation est très différente d’une symétrie de jauge qui est brisée si le champ prend une
valeur non-nulle dans l’état fondamental. Dans les cas simples, on a 〈0|H |0〉 = 〈0|V |0〉 où V
est le potentiel scalaire de la théorie éq. (5.45) qui est également une somme de termes carrés.
Il est possible de briser spontanément la supersymétrie si au moins un champ auxiliaire ne
s’annule pas dans l’état du vide 〈Fi〉 6= 0 et/ou 〈Da〉 6= 0.
Ces vev sont générées dynamiquement dans des modèles de brisure de la supersymétrie. Le
mécanisme réel n’est pas connu, il est néanmoins possible de façon effective, de considérer
qu’on obtient une vev qui brise la supersymétrie sans description du modèle sous-jacent. Il y a
donc deux mécanismes effectifs possibles :
- Brisure par le champ Da : mécanisme de Fayet-Iliopoulos [130]
- Brisure par le champ Fi : mécanisme de O’Raifeartaigh [131, 132]
Pour illustrer l’obtention de la brisure dans un de ces modèles, on présente un modèle simpli-
fié dans le cadre du mécanisme de O’Raifeartaigh. La brisure par le champ Fi intervient par
l’ajout d’un terme linéaire dans le superpotentiel. Une réalisation simple de la brisure sponta-
née de la supersymétrie avec ce mécanisme est possible en prenant trois supermultiplets chiraux
(φi, ψi, Fi)i=1,2,3 et le superpotentiel
W = −kφ1 +mφ2φ3 + λφ1φ23 (6.6)
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avec k,m et λ trois constantes réelles et strictement positives. En rappelant queFi = −∂W ∗/∂φ∗i
et V =
∑
i |Fi|2, on a l’expression du potentiel scalaire
V = |k − λφ23|2 + | −mφ3|2 + | −mφ2 − 2λφ1φ3|2 (6.7)
φ1 et φ2 peuvent être choisi de façon à annuler le dernier terme. Pour une valeur fixée de φ3, on
aura une direction plate où le potentiel est constant 1, ceci est une caractéristique des modèles
supersymétriques. En prenant φ1 = φ2 = 0, on aura deux cas donnant des minimums différents.
Dans le cas m2 > 2λk, le minimum du potentiel vaut V = k2 et φ3 = 0. En développant le
potentiel autour de son minimum, le spectre de masse du modèle comprend six champs scalaires
réels de masses 0, 0, m2, m2, m2−2λk,m2+2λk et trois fermions de Weyl de masses 0, m2, m2.
On n’a plus de dégénérescence des masses, la symétrie a bien été brisée.
Lors de la brisure spontanée, il apparaît toujours un mode de Goldstone de masse nulle portant
les mêmes charges que le générateur de la symétrie brisée. Dans le cas de la supersymétrie
globale, le générateur Q est fermionique, le mode de Goldstone est un fermion de Weyl neutre
de masse nulle appelé goldstino. Il s’agit de ψ1 dans l’exemple précédent. Le lagrangien effectif
pour le goldstino G˜ s’écrit
Lgoldstino = −iG˜σ¯µ∂µG˜− 1〈F 〉(G˜∂µj
µ + c.c.) (6.8)
décrivant les interactions du goldstino avec les autres supermultiplets présents dans le supercou-
rant [133, 134], elles sont supprimées par l’échelle de la brisure de la supersymétrie. La forme
de l’interaction ne dépend que de la divergence du supercourant et est indépendante des détails
de la brisure de la supersymétrie.
6.1.2 Nécessité d’un secteur caché
Les masses des particules à l’ordre de l’arbre doivent vérifier la relation (le lecteur pourra se
référer à [127] pour une démonstation)
Tr(m2s)− 2Tr(m†FmF ) + 3Tr(m2V ) = 0 (6.9)
avec ms, mF et mV les matrices de masse des particules scalaires, fermions et vecteurs. Cette
relation est maintenue même avec brisure de la supersymétrie et prédit donc l’existence par
exemple de scalaires très légers, ce qui est incompatible avec les résultats expérimentaux 2. Ce
problème suggère que les termes de brisure de la supersymétrie apparaissent de façon indirecte.
La brisure se fait donc dans un secteur dit "caché". Ce secteur interagit que faiblement avec
le secteur "visible" qui contient les particules du modèle standard et leurs partenaires super-
symétriques. La transmission de la brisure au secteur visible peut se faire par l’intermédiaire
1Les directions plates sont particulièrement intéressantes pour la construction de modèles supersymétriques
d’inflation avec un potentiel permettant un slow-roll
2Cette conclusion est valide si on se limite au groupe du modèle standard SU(3)C ×Su(2)L×U(1)Y . L’ajout
d’une symétrie U(1) supplémentaire permet en principe d’engendrer des masses pour les scalaires élevées tout en
maintenant la relation sur les traces [135].
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secteur caché
(brisure SUSY)
secteur visible
(MSSM)
interation gravitationnelle
interaction de jauge
ou
FIG. 6.1 – Brisure de supersymétrie avec secteur caché
d’interactions directes et non-renormalisables (interaction gravitationnelle) ou par l’intermé-
diaire d’interactions de jauge avec les particules d’un secteur dit "messager" qui donnent les
masses softs aux jauginos et aux scalaires par des corrections radiatives. Ces deux types de mo-
dèles seront détaillés à la fin de ce chapitre après l’introduction du secteur gravitationnel dans
la supersymétrie locale.
6.2 Supergravité et gravitino
La supersymétrie présentée au chapitre précédent est une symétrie globale. En physique des
particules, la plupart des symétries sont locales, il semble intéressant d’élever la supersymé-
trie à une symétrie locale. La supersymétrie locale contient une certaine représentation de la
gravitation portant le nom de supergravité.
Pour préserver l’invariance par supersymétrie locale, il se révèle nécessaire d’introduire une
particule de spin 3/2, le gravitino, partenaire supersymétrique du graviton de spin 2. Lors de la
brisure de la supersymétrie locale, le gravitino acquiert une masse par le mécanisme de super-
Higgs. La masse du gravitino dépend fortement du mécanisme de brisure et sa transmission au
secteur visible. Le gravitino peut être la particule supersymétrique la plus légère et dans le cas
de modèle avec conservation de la R-parité, nous verrons qu’il est un bon candidat à la matière
noire.
6.2.1 Modèle de Wess-Zumino
Le modèle de Wess-Zumino permet d’illustrer le passage de la supersymétrie globale à la su-
persymétrie locale. Nous utilisons la procédure de Noether qui consiste à ajouter des termes
supplémentaires au lagrangien ou aux lois de transformations de façon à avoir un lagrangien
invariant.
Le lagrangien du modèle de Wess-Zumino a été présenté au chapitre précédent avec les trans-
formations des champs dans le cas de supersymétrie globale (sans le champ auxiliaire)
L0 = ∂µφ∂µφ∗ + iψ¯σ¯µ∂µψ (6.10)
δφ =
√
2ǫψ et δψα = −i
√
2(σµǫ¯)α∂µφ (6.11)
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Pour la suite, les champs sont redéfinis en termes de spineur de Majorana ψ et de deux champs
réels A et B tel que
φ =
1√
2
(A + iB) (6.12)
Les transformations supersymétriques sont de la forme
δA = ξ¯ψ (6.13)
δB = iξ¯γ5ψ (6.14)
δψ = −iγµ∂µ(A+ iγ5B)ξ (6.15)
avec maintenant le paramètre de la transformation un spineur de Majorana
ξ =

ǫ
ǫ¯

 (6.16)
Dans le cas de supersymétrie locale, le paramètre de la transformation ξ → ξ(x) dépend des
coordonnées d’espace-temps. Le lagrangien précédent n’est plus invariant, la variation du la-
grangien est
δL0 = ∂µξ¯jµ (6.17)
avec le supercourant
jµ = /∂(A− iγ5B)γµψ (6.18)
La procédure de Noether est similaire à celle des théories de jauge du modèle standard (voir
chapitre 4). Le premier terme ajouté est celui couplant le courant de Noether à un champ de
jauge. Dans le cas de la supersymétrie locale, comme le paramètre de transformation porte un
indice spinoriel, le champ de jauge porte également un indice spinoriel en plus d’un indice de
Lorentz, il est appelé gravitino ψαµ et a un spin 3/2. Le terme δL0 est éliminé en ajoutant le terme
couplant le supercourant au gravitino
L1 = −κ
2
ψ¯µj
µ (6.19)
avec κ la constante de couplage dimensionnée. La loi de transformation du gravitino par tran-
formation supersymétrique locale est prise comme :
δψµ = 2κ
−1∂µξ (6.20)
La variation de L1 donne
δL1 = −∂µξ¯Jµ + iκψ¯µγνξ
(
∂µA∂νA− 1
2
gµν∂ρA∂
ρA+ . . .
)
(6.21)
Des termes en B et croisés en A et B sont également présents mais ne seront pas discutés ici.
Le premier terme annule δL0, l’expression entre parenthèses n’est autre que le tenseur-énergie
impulsion associée au champ A :
Tµν = ∂µA∂νA− 1
2
gµν∂ρA∂
ρA+ . . . (6.22)
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Le tenseur énergie-impulsion est le courant associé aux translations. Pour éliminer le deuxième
terme de δL1 par la procédure de Noether, on ajoute un terme du lagrangien couplant le tenseur
énergie-impulsion à un champ de jauge gµν qui est la métrique locale, qui se transforme sous la
supersymétrie en
δgµν = −κ
2
(ψµγνξ + ψ¯νγµξ) (6.23)
Le champ de spin 2 correspondant est le graviton, le partenaire supersymétrique du gravitino
et la constante de couplage κ est le couplage gravitationnel κ−1 = MPl. La théorie supersymé-
trique contient nécessairement des fermions, le champ gravitationnel est mieux décrit par des
tétrades eaµ que par le tenseur métrique gµν , liés par la relation gµν = emµ enνδmn. De plus, comme
nous travaillons dans un espace courbe, la dérivée de l’éq. (6.20) est remplacée par une dérivée
covariante
δψµ = 2κ
−1Dµξ Dµξ = ∂µξ +
1
2
ω mnµ σmnξ (6.24)
où ω mnµ est la connection de spin, correspondant fermionique des symboles de Christoffel. Elle
peut être vu comme un champ auxiliaire du doublet (emµ , ψaµ). Il peut être exprimé en fonction
de emµ .
L’étude du modèle de Wess-Zumino montre qu’il est nécessaire d’introduire un supermultiplet
gravitationnel (emµ , ψµ) contenant le graviton et le gravitino pour conserver l’invariance par
supersymétrie locale.
6.2.2 Lagrangien du gravitino
Le lagrangien du gravitino libre est
L3/2libre = −1
2
ǫµνρσψ¯µγ5γν∂ρψσ − 1
4
m3/2ψ¯µ [γ
µ, γν ]ψν (6.25)
La variation du lagrangien, éq. (6.25), par la formule d’Euler-Lagrange donne l’équation du
mouvement du gravitino, appelée équation de Rarita-Schwinger :
− 1
2
ǫµνρσγ5γν∂ρψσ − 1
4
m3/2 [γ
µ, γν ]ψν = 0 (6.26)
On dénombre initialement 16 degrés de liberté pour le gravitino. A partir de l’équation du
mouvement, on obtient deux équations de contrainte supprimant 8 degrés de liberté :
γµψµ = 0 (6.27)
∂µψµ = 0 (6.28)
on déduit de ces contraintes et de l’équation du mouvement que le gravitino vérifie l’équation
de Dirac d’un champ spinoriel massif qui n’apporte pas de contrainte supplémentaire
(/∂ −m3/2)ψλ = 0 (6.29)
On obtient 8 degrés de liberté physiques correspondant à 2s + 1 = 4 degrés de liberté pour
le gravitino et 2s + 1 = 4 degrés de liberté pour son antiparticule. Comme le gravitino est
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une particule de Majorana, la particule est égale à son antiparticule, il faut diviser par deux les
degrés de liberté. Le gravitino massif a donc 4 degrés de liberté correspondant aux polarisations
±1/2,±3/2. Le gravitino non-massif a deux degrés de liberté correpondant aux polarisations
±3/2.
Le tenseur polarisation du gravitino de quadri-impulsion p est
Πµν(p) =
∑
s
ψ(s)µ (p)ψ¯
(s)
ν (p)
= −( /p+m3/2)
(
gµν − pµpν
m23/2
)
− 1
3
(
γµ +
pµ
m3/2
)
( /p−m3/2)
(
γν +
pν
m3/2
)
(6.30)
Le développement du lagrangien complet de supergravité contenant les supermultiplets chiraux,
de jauge et gravitationnel est donné dans un certain nombre de références comme [136]. Le la-
grangien de supergravité contient les interactions du gravitino. En l’absence de brisure de la
supersymétrie locale et du mécanisme de super-Higgs (discutés dans la section 6.2.4, les in-
teractions du gravitino sont purement gravitationnelles, supprimées par la masse de Planck, et
donc totalement négligeables dans la plupart des situations. Avec le mécanisme de super-Higgs,
le gravitino absorbe les degrés de liberté du goldstino formant ses degrés de polarisation longi-
tudinaux ±1/2. Le gravitino devient massif et dans la limite où sa masse est faible devant les
masses des autres particules, ses interactions sont dominées par les interactions du goldstino.
Le gravitino se couple à tous les champs mais tous ne sont pas utiles pour cette étude. La pre-
mière hypothèse est de ne considérer que les termes de dimension 5, les termes de dimensions
supérieures sont d’autant plus supprimés par la masse de Planck et donc négligeables. De plus,
nous ne considérons que des processus avec un gravitino externe, qui vérifie donc l’éq. (6.28).
Les termes pertinents pour la suite de cette étude sont rassemblés dans le terme de densité de
lagrangien suivant
Lint = − i√
2MPl
[
Dµφ
∗iψ¯νγ
µγνχiL −Dµφiχ¯iLγνγµψν
]
− i
8MPl
ψ¯µ [γ
ρ, γσ] γµλaF aρσ (6.31)
La première ligne donne les interactions du gravitino avec les supermultiplets chiraux par
exemple gravitino-lepton-slepton ou gravitino-lepton-slepton-boson de jauge. La deuxième ligne
donne les interactions du gravitino avec les supermultiplets de jauge du type gravitino-jaugino-
boson de jauge.
6.2.3 Théorie effective pour des gravitinos légers
D’après le mécanisme de super-Higgs, les degrés de liberté du goldstino deviennent les compo-
santes longitudinales du gravitino. Ces composantes dominent quand les énergies en présence
sont très grandes par rapport à la masse du gravitino. Il est possible d’approximer les inter-
actions du gravitino à ses seules composantes ±1
2
dans ce régime. Il est possible d’établir un
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lagrangien effectif en reliant le gravitino ψµ au goldstino G˜
ψµ = i
√
2
3
1
m3/2
∂µG˜ (6.32)
Le lagrangien effectif est obtenu à partir du lagrangien éq. (6.31) où le gravitino est remplacé
par éq. (6.32), on utilise également les équations de mouvement des différentes particules (une
dérivée totale est également supprimée) (voir [137])
Leff,int = i
m2φ −m2χ√
3MPlm3/2
(
¯˜GχLφ
∗ − χ¯LG˜φ
)
− Mα
4
√
6MPlm3/2
¯˜G [γµ, γν ]λaF aµν (6.33)
Cette expression suppose que toutes les particules sont on-shell et que l’approximation du gold-
stino est valable. Dans notre étude, les particules ne sont pas toujours on-shell et les énergies en
présence ne sont pas toujours très importantes devant la masse du gravitino. Il est donc néces-
saire d’utiliser le gravitino complet et les interactions du lagrangien éq. (6.31).
6.2.4 Brisure spontanée de la supersymétrie locale
Comme dans le cas de la supersymétrie globale, il est nécessaire de briser la supersymétrie
locale pour obtenir des particules supersymétriques plus massives que leurs partenaires du mo-
dèle standard. Il est nécessaire d’étudier l’analogue du mécanisme de Higgs dans le cadre de la
supergravité. Des champs scalaires obtiennent une vev induisant la brisure spontanée de la su-
pergravité. Le fermion de Goldstone, le goldstino, issu de la brisure est absorbé par le gravitino
qui devient massif. Le goldstino apporte deux degrés de polarisation supplémentaires ±1/2 au
gravitino, s’ajoutant aux deux degrés de polarisation ±3/2 initiaux. On parle du mécanisme de
super-Higgs.
Il est possible d’expliciter la brisure de la supersymétrie locale en étudiant uniquement le secteur
des supermultiplets chiraux. La composante scalaire, en prenant une vev, signe la brisure de la
supersymétrie tandis que la composante fermionique donne le goldstino. Le potentiel scalaire
s’écrit [136] :
VF = e
K/M2Pl
[(
Wi +
Ki
M2Pl
W
)
Kij
∗
(
Wj∗ +
Kj∗
M2Pl
W
)
− 3W
∗W
MPl
]
(6.34)
avec le superpotentiel W (Φ) dépendant uniquement des champs Φ et le potentiel de Kähler
K(Φ∗,Φ), une fonction réelle des champs scalaires dont la dérivée seconde définit une métrique
sur une variété complexe paramétrisée par les champs scalaires.
Les notations sont :
Ki =
∂K
∂Φi
Kj∗ =
∂K
∂Φ∗j
Kij∗ =
∂2K
∂Φi∂Φ
∗
j
(6.35)
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et (K−1)ij∗ est l’inverse de la métrique de Kähler Kj∗k
(K−1)ij∗Kj∗k = δik (6.36)
On définit la fonction de Kähler G(Φ∗,Φ) qui s’exprime en fonction du superpotentiel et du
potentiel de Kähler
G(Φ∗,Φ) =
K(Φ∗,Φ)
M2Pl
+ ln
|W (Φ)|2
M6Pl
(6.37)
Le potentiel scalaire peut être réécrit uniquement en fonction de G(Φ∗,Φ)
VF = M
4
Ple
G
[
Gi(G
−1)ij∗Gj∗ − 3
] (6.38)
Il est à noter que le potentiel peut être négatif contrairement au cas de la supersymétrie globale.
La brisure de la supersymétrie peut être réalisée à partir de champs auxiliaires F i prenant une
vev non-nulle. Les champs auxiliaires F i s’écrivent
F i = M3Ple
G/2(G−1)ij
∗
Gj∗ (6.39)
La constante cosmologique ayant une valeur proche de zéro V ≤ 10−45 GeV4, le potentiel
scalaire est ajusté pour s’annuler dans l’état du vide où le champ 〈Φi〉 6= 0. On obtient donc
deux conditions pour la brisure de la supergravité :
∂V
∂φ
|〈Φi〉6=0 = 0 (6.40)
V |〈Φi〉6=0 = 0 (6.41)
Ces deux conditions amènent à la relation
M2Pl
〈
Gi(G
−1)ij
∗
Gj∗
〉
= 3 (6.42)
Si on note 〈
Fi(G
−1)ij
∗
Fj∗
〉
= M4S (6.43)
où MS est l’échelle de la brisure de la supersymétrie et en utilisant les équations (6.39) et (6.42),
on obtient
M4S = 3M
4
Ple
〈G〉 (6.44)
Dans le lagrangien de supergravité complet [136], en identifiant les termes susceptibles de don-
ner une masse au gravitino, on obtient
m3/2 =
〈
eG/2
〉
MPl (6.45)
En utilisant les deux relations précédentes, la masse du gravitino se réécrit
m3/2 =
M2S√
3MPl
(6.46)
Cette relation entre la masse du gravitino et l’échelle de brisure de la supersymétrie est géné-
rique et indépendant de la transmission de la brisure de la supersymétrie au secteur visible. Cette
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masse disparaît si la supersymétrie n’est pas brisée 〈F i〉 → 0. Le fait d’avoir un gravitino de
masse non nulle est un signe manifeste de la brisure de la supersymétrie puisque le partenaire
supersymétrique du gravitino, le graviton reste de masse nulle, ce qui assure que l’interaction
gravitationnelle est de portée infinie.
Il reste alors à expliciter la forme de la fonction de Kähler. Par exemple, dans le modèle minimal
de supergravité, on prend Kij∗ = δij . Le potentiel de Kähler est de la forme
K = φiφ
∗
i (6.47)
Le choix de la forme du superpotentiel va déterminer comment la brisure de la supersymétrie
est transmise du secteur caché au secteur visible. Si on prend un superpotentiel W comme la
somme de deux fonctions séparant les champs du secteur caché de ceux du secteur visible
W (φi,Φm) = WV (φi) +WC(Φm) (6.48)
où φi dénote les champs scalaires usuels (squarks, sleptons et Higgs) constituant le secteur
visible et Φm sont des champs scalaires supplémentaires responsables de la brisure de la su-
persymétrie dans le secteur caché. Dans le potentiel scalaire éq. 6.38, les termes couplant les
champs des deux secteurs sont supprimés par la masse de Planck, les interactions entre les sec-
teurs transmettant la brisure sont donc uniquement gravitationnelles. La forme du superpotentiel
WC n’est pas connue.
Il est possible de prendre un superpotentiel comme le précédent avec en plus des champs dits
messagers, qui vont couplés aux champs φi et Φm par des interactions de jauge
W (φi,Φm,M) = WV (φi,M) +WC(Φm,M) (6.49)
Dans ce modèle, les couplages entre les deux secteurs se font par des interactions de jauge par
l’intermédiaire des messagers. Les interactions gravitationnelles sont également présentes mais
moins importantes. La transmission de la brisure entre le secteur caché et le secteur visible se
fait principalement par interaction de jauge.
Ces deux types de médiation de la brisure de la supersymétrie entre le secteur caché et le secteur
visible sont détaillés dans la section suivante.
6.3 Médiation de la brisure
L’origine de la brisure dynamique de la supersymétrie à une échelle d’énergie MS est un pro-
blème encore ouvert comme nous l’avons vu plus haut. Une deuxième question est la trans-
mission de la brisure aux particules supersymétriques (voir paragraphe 6.2.4). Dans le cas de
scénarios avec un secteur caché où s’effectue la brisure, celui-ci contient un superchamp qui
prend une vev non-nulle pour le terme F notée 〈F0〉 ∼ M2S induisant la brisure de la supersy-
métrie. Cette brisure peut alors être transmise au secteur visible par diverses interactions. Nous
présentons ici les deux schémas les plus courants, par interaction gravitationnelle (mSUGRA)
ou par interaction de jauge (GMSB).
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6.3.1 Brisure transmise par interaction gravitationnelle
Les interactions gravitationnelles entre le secteur caché et le secteur visible, donnée par le po-
tentiel scalaire éq. (6.38) et la forme du superpotentiel éq. (6.48), nécessitent l’ajout de termes
non-renormalisables au lagrangien de la supersymétrie
LNR = − 1
MPl
F
(
1
2
faλ
aλa +
1
6
y
′ijkφiφjφk +
1
2
µ
′ijφiφj
)
+ c.c.
− 1
M2Pl
FF ∗kijφiφ
∗j (6.50)
où les paramètres fa, kij, y
′ijk et µ
′ij sont supposés déterminés par une théorie plus fondamen-
tale. On retrouve la forme du lagrangien des termes de brisure douce Lsoft de l’éq. (6.1). Les
masses softs msoft ∼ 〈F0〉 /MPl, pour être de l’ordre de l’échelle électrofaible, nécessitent une
échelle de brisure de la supersymétrie de l’ordre de
√〈F0〉 ∼ 1010 − 1011 GeV. La masse du
gravitino est aussi de l’ordre de l’échelle électrofaible (m3/2 ∼ 100 GeV).
Il est difficile de travailler dans le cas général (qui contient plus de cent paramètres), il est donc
courant d’utiliser le modèle minimal mSUGRA (pour "minimal SUperGRAvity") qui suppose
une certaine universalité de paramètres à l’échelle GUT
- universalité des masses des jauginos égales à m1/2
- universalité des masses des scalaires égales à m0
- universalité des constantes de couplages trilinéaires égales à A0
il existe un autre paramètre pour les couplages bilinéaires B0. Dans le cas réellement minimal
mSUGRA, B0 et A0 sont reliés, il est donc plus courant de travailler dans le CMSSM (pour
« constrained minimal supersymmetric standard model ») qui ne suppose pas de relation entre
ces deux paramètres. Le paramètre B0 est remplacé par deux autres paramètres tan β (rapport
des vev des champs de Higgs) et le signe de µ (paramètre du secteur de Higgs) car ils permettent
de calculer des conditions pour la brisure électrofaible, éq. (7.13) et éq. (7.14) du chapitre
suivant.
Le modèle est très prédictif, il ne dépend que de cinq paramètres. Les équations du groupe de
renormalisation permettent de calculer le spectre de masses et les angles de mélange à basse
énergie (voir chapitre 7). Parmi les autres avantages de ce modèle, il permet de générer radiati-
vement la brisure électrofaible et il permet d’éviter des processus induisant des changements de
saveur ou de violation de CP fortement contraints par l’expérience (voir références dans [127]).
6.3.2 Brisure transmise par interaction de jauge
Dans ce modèle, la brisure de la supersymétrie est transmise du secteur caché au secteur visible
par des interactions de jauge. La transmission peut être indirecte avec l’apparition d’un secteur
intermédiaire dit secteur messager qui interagit d’une part avec le secteur caché et d’autre part
avec le secteur visible par des interactions de jauge. Ce modèle est noté GMSB pour « Gauge
Mediated Supersymmetry Breaking » (voir [138, 139, 127]).
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La brisure de la supersymétrie dans le secteur caché est transmise au secteur messager qui
contient un singulet de jauge S dont les composantes scalaire S et auxiliaire F obtiennent des
vev 〈S〉 et 〈FS〉 respectivement (voir [140, 141, 142, 143, 144, 145, 146, 147, 148, 149, 150,
151]). Ces vev sont liées à l’échelle de la brisure de la supersymétrie. La vev 〈S〉 donne la masse
aux messagers tandis que 〈FS〉 est à l’origine de la brisure de la supersymétrie. Dans le modèle
particulier de [149, 150, 151], on a :
〈S〉 ∼ 〈FS〉1/2 ∼ O(g
2
mess
16π2
MS) (6.51)
où gmess est la constante de couplage entre le secteur caché et le secteur messager. On définit
l’échelle de brisure dans le secteur messager
Λmess =
〈FS〉
〈S〉 = κ
g2mess
16π2
MS = κ
g2mess
16π2
√
m3/2MPl (6.52)
où on suppose que κ = FS/F0 où
√
F0 est l’échelle fondamentale de la brisure de la supersy-
métrie tandis que FS est l’échelle de brisure sentie par les particules messagères se manisfestant
comme la différence de masse entre les fermions et scalaires messagers. La valeur de κ dépend
du mode de transmission de la brisure de la supersymétrie du secteur caché au secteur messager.
Si la brisure est communiquée par des interactions directes, κ < 1, si la transmission se fait par
des effets radiatifs alors κ≪ 1.
Dans ce secteur messager, les supermultiplets chiraux appelés messagers sont des doublets de
SU(2)L (L et L¯) et des triplets de SU(3)C (Q et Q¯) rangés dans des supermultiplets de grande
unification. On note N5 le nombre de ces supermultiplets.
Le superpotentiel s’écrit
Wmess = λ2SLL¯+ λ3SQQ¯ (6.53)
Quand les composantes du singulet S obtiennent des vev, les fermions messagers obtiennent une
masse Mmess = λi 〈S〉 tandis que les composantes scalaires des champs messagers présentent
une matrice de masse 
λ2i 〈S〉2 λi 〈FS〉
λi 〈FS〉 λ2i 〈S〉2

 i = 2, 3 (6.54)
donnant des valeurs propres de masses
√
λ2i 〈S〉2 ± λi 〈FS〉. On obtient tout de suite une condi-
tion de stabilité pour avoir des masses de messager positives 〈FS〉 < λ 〈S〉2 = M2mess. La brisure
de la supersymétrie est effective dans le secteur messager pour 〈FS〉 6= 0.
Cette violation de la supersymétrie est communiquée au secteur visible par des corrections
radiatives. Les jauginos obtiennent une masse soft à partir de corrections à une boucle (Fig. 6.2)
tandis que les scalaires obtiennent une masse soft à partir de diagrammes à deux boucles (Fig.
6.3).
Les lignes fermioniques et scalaires correspondent aux messagers. Il en résulte des masses de
jauginos
Ma =
αa
4π
ΛmessN5g
(
Λmess
Mmess
)
(6.55)
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< S >
B˜, W˜ , g˜
< FS >
FIG. 6.2 – Contribution aux masses des jauginos dans les modèles GMSB à partir de dia-
grammes de Feynman à 1 boucle
FIG. 6.3 – Diagrammes de Feynman à deux boucles contribuant à la masse des scalaires. Figure
tirée de [127]
et pour les scalaires
m2φi = 2Λ
2
messN5
3∑
a=1
Ca(i)
(αa
4π
)2
f
(
Λmess
Mmess
)
(6.56)
avec Ca(i) les invariants de Casimir quadratiques3. Les fonctions à une et deux boucles sont
définies par
g(x) =
1
x2
[(1 + x) log(1 + x) + (1− x) log(1− x)]
f(x) =
1 + x
x2
[
log(1 + x)− 2Li2
(
x
1 + x
)
+
1
2
Li2
(
2x
1 + x
)]
+ (x↔ −x) (6.57)
Li2 est la fonction de Spence.
La masse des jauginos est proportionnelle à N5, celle des scalaires est proportionnelle à
√
N5.
Pour N5 grand, les squarks et sleptons sont plus légers que les jauginos. Pour N5 = 1, le
neutralino est la particule la plus légère, pourN5 = 2 c’est généralement le stau (sans considérer
le gravitino qui est toujours la particule la plus légère dans ces modèles).
Les couplages trilinéaires apparaissent à l’ordre de deux boucles. On peut donc considérer avec
une bonne approximation qu’à l’échelle de masse des messagers
au = ad = ae = 0 (6.58)
3Pour des représentations fondamentales de SU(N),CN (i) = (N2−1)/2N , soitC2(i) = 3/4 etC3(i) = 4/3.
Pour U(1), C1(i) = 3Y 2i /5 où Yi est l’hypercharge
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Les paramètres de ce modèle sont Mmess, Λmess, N5 et tan β ainsi que le signe de µ comme pour
mSUGRA.
De façon générale, le rapport F0/M ∼ G−1/2F qui est l’échelle électrofaible (GF est la constante
de Fermi). M est la masse typique du modèle de transmission. Dans le cas de la média-
tion gravitationnelle, M = MPl, ce qui donne une échelle de brisure de la supersymétrie√
F0 ∼ 1011 GeV. Dans le GMSB, les interactions gravitationnelles sont toujours présentes,
pour que leur contribution aux masses softs soit négligeable, la masse typique du GMSB doit
être inférieure à la masse de Planck, la masse des messagers est typiquement inférieure à
1015 GeV. L’échelle de brisure dans le GMSB est beaucoup plus faible que dans le scénario
gravitationnel,
√
F0 .∼ 108 − 109 GeV. La masse du gravitino dans le GMSB est inférieure
ou égale à 1 GeV, elle peut être très légère, de l’ordre du keV.
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Chapitre 7
Modèle standard supersymétrique
minimal
Le chapitre 5 présente la méthode générale pour construire un lagrangien supersymétrique.
Celle-ci est appliquée dans ce chapitre pour obtenir l’extension supersymétrique du modèle
standard la plus simple, appelée modèle standard supersymétrique minimal (MSSM). Il est
construit à partir de la structure de groupes de jauge du modèle standard SU(3)C × SU(2)L ×
U(1)Y . Le contenu en particules est minimal, dans le sens qu’il est introduit un partenaire super-
symétrique pour chaque particule du modèle standard ainsi qu’un deuxième doublet de Higgs,
mais aucun autre champ n’est ajouté (il exsite des modèles d’extension du MSSM supposant
l’existence de champs supplémentaires). Il est également fait l’hypothèse qu’une symétrie dis-
crète est conservée dans le MSSM, cette symétrie est appelée R-parité, elle peut venir de la
brisure de la R-symétrie discutée dans l’algèbre de la supersymétrie au chapitre 5.
7.1 Contenu en particules
Si la supersymétrie existe, les particules doivent appartenir à des supermultiplets. Dans les an-
nées 1976-1977, P. Fayet a entrepris d’étudier cette organisation en supermultiplets. La première
idée est que des particules du modèle standard peuvent former une paire de superpartenaires.
Une hypothèse intéressante est le cas du photon et neutrino, ce boson et ce fermion sont de
masse nulle et tous deux de charge électrique nulle et sans couleur. Il est aussi possible d’appa-
rier les bosonsW± et les leptons e± (ce qui suppose que la supersymétrie n’est pas une symétrie
exacte de la nature, expliquant la différence de masse entre ces particules). Un modèle peut être
construit [152] mais il n’est pas possible de former des supermultiplets pour les autres leptons
et pour les particules avec des charges de couleur (quarks et gluons). Cela a amené P. Fayet à
introduire de nouvelles particules, un superpartenaire pour chaque particule du MS [153, 154],
voir les tableaux 7.1 et 7.2.
Un fermion gauche et un fermion droit subissent des traitement différents dans le modèle stan-
dard, leurs superpartenaires scalaires sont différents, on les identifie avec l’indice L ou R lié à
leur partenaire du MS tout en sachant qu’étant des scalaires, ces particules n’ont pas de chiralité.
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Noms spin 0 spin 1/2 SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y
squarks, quarks Q (u˜L d˜L) (uL dL) (3, 2, 13)
(×3 familles) u¯ u˜∗R u†R (3¯, 1,−43)
d¯ d˜∗R d
†
R (3¯, 1,
2
3
)
sleptons, leptons L (ν˜L e˜L) (νL eL) (1, 2,−1)
(×3 familles) e¯ e˜∗R e†R (1, 1, 2)
Higgs, higgsino Hu (H+u H0u) (H˜+u H˜0u) (1, 2, 1)
Hd (H
0
d H
−
d ) (H˜
0
d H˜
−
d ) (1, 2,−1)
TAB. 7.1 – Les supermultiplets chiraux du MSSM
Pour des raisons de renormalisabilité de la théorie, les fermions du MS sont mis dans des su-
permultiplets chiraux et les bosons de jauge dans des supermultiplets de jauge (le gravitino et
le graviton ne sont pas considérés comme inclus dans le MSSM).
Contrairement au modèle standard, le MSSM contient deux doublets de Higgs au lieu d’un
seul. La raison en est multiple. D’une part, le superpotentiel doit être holomorphe et donc il ne
contient pas simultanément un champ scalaire et son complexe conjugué. Les termes de Yukawa
avec le champ de Higgs qui étaient de la forme u¯QH∗ dans le modèle standard ne peuvent pas
apparaître dans le superpotentiel. Pour donner une masse aux fermions, on introduit un doublet
de Higgs noté Hu d’hypercharge faible Y = +1 dont le couplage de Yukawa du type u¯QHu
donne une masse aux quarks de charge q = +2/3 et un doublet de Higgs notéHd d’hypercharge
faible Y = −1 dont le couplage de Yukawa du type d¯QHd et e¯LHd donne une masse aux quarks
de charge q = −1/3 et aux leptons chargés.
Il existe deux autres arguments pour expliquer la nécessité d’avoir deux doublets de bosons de
Higgs. D’une part, une théorie doit vérifier les conditions d’absence d’anomalies1. Ces condi-
tions sont "miraculeusement" vérifiées dans le modèle standard. Avec la supersymétrie, on in-
troduit un certain nombre de nouveaux fermions. Les jauginos ne contribuent pas aux anomalies
car leur hypercharge est nulle, seuls les higgsinos contribuent. S’il n’y a qu’un seul doublet de
Higgs, il n’y a qu’un seul doublet de higgsino et il n’y a plus annulation des anomalies. Le
deuxième doublet de higgsino avec une hypercharge opposée restaure les conditions d’absence
d’anomalies.
Enfin, avec un seul doublet de higgsino, spineur de Dirac chargé, on obtient un chargino de
masse nulle, qui n’est évidemment pas observé expérimentalement.
Dans le secteur des supermultiplets de jauge, on observe un certain nombre de superpositions
de différents états quantiques. Après la brisure électrofaible, on a un mélange des bosons B0 et
1Les anomalies surviennent dans le calcul de contraintes de graphes triangulaires dans lesquels circulent tous les
fermions possibles. Elles doivent être contrôlées sous peine de briser la renormalisabilité de la théorie. Condition
d’absence des anomalies Tr[Y 3] = 0 et Tr[Y ] = 0 où Y est l’hypercharge faible. Les traces sont calculées sur tous
les doublets de fermions
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Noms spin 1/2 spin 1 SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y
gluino, gluon g˜ g (8, 1, 0)
winos, bosons W W˜ i i = 1, 2, 3 W i i = 1, 2, 3 (1, 3, 0)
bino, boson B B˜0 B0 (1, 1, 0)
TAB. 7.2 – Les supermultiplets de jauge du MSSM
W 3 pour former le boson Z0 et le photon γ comme dans le modèle standard. Leurs partenaires
supersymétriques se mélangent aussi pour former le zino Z˜ et le photino γ˜. Mais ces particules
ne sont pas observables directement car les jauginos et les higgsinos se mélangent pour former
les charginos χ±1,2 et les neutralinos χ01,2,3,4.
7.2 Le modèle
Le superpotentiel du MSSM s’écrit
WMSSM = u¯yuQHu − d¯ydQHd − e¯yeLHd + µHuHd (7.1)
où Hu, Hd, Q, L, u¯, d¯, e¯ sont les superchamps chiraux associés aux supermultiplets du tableau
7.1. Les paramètres yu,yd,ye sont des matrices 3 × 3 des constantes de couplage de Yukawa
pour les 3 familles de particules. Les indices de familles et de jauge n’ont pas été indiqués,
ainsi le terme u¯yuQHu = u¯ia(yu) ji Qjαa(Hu)βǫαβ , avec i = 1, 2, 3 l’indice des familles et
a = 1, 2, 3 l’indice de jauge. Le « terme µ » s’écrit µ(Hu)α(Hd)βǫαβ . Ce terme donne naissance
au problème "µ". Le paramètre µ est responsable du fait que les Higgs prennent une vev non
nulle et donnent une masse aux particules du modèle. Il doit donc être de l’ordre de l’échelle
électrofaible, mais rien dans le modèle n’impose une échelle si petite devant l’échelle de la
masse de Planck2.
Les matrices de Yukawa donnent les masses des fermions lors de la brisure électrofaible. Comme
les fermions de la troisième génération sont les plus massifs, il est généralement fait l’approxi-
mation suivante sur la forme des matrices de Yukawa
yu ≃


0 0 0
0 0 0
0 0 yt

 yd ≃


0 0 0
0 0 0
0 0 yb

 ye ≃


0 0 0
0 0 0
0 0 yτ

 (7.2)
2Ce problème peut être résolu dans une extension du MSSM comme le NMSSM qui introduit un champ singlet
supplémentaire qui prend une vev donnant une valeur effective à µ.
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Pour compléter le MSSM, on explicite les termes softs de l’éq. (6.1)
LMSSMsoft = −
1
2
(
M1B˜B˜ +M2W˜ W˜ +M3g˜g˜ + c.c.
)
−
(
˜¯uauQ˜Hu − ˜¯dadQ˜Hd − ˜¯eaeL˜Hd + c.c.
)
−Q˜†m2QQ˜− L˜†m2LL˜− ˜¯um2u¯ ˜¯u† − ˜¯dm2d¯ ˜¯d† − ˜¯em2e¯ ˜¯e†
−m2HuH∗uHu −m2HdH∗dHd − (bHuHd + c.c.) (7.3)
La première ligne correspond aux jauginos avec M1, M2 et M3 sont les masses des bino, winos
et gluinos. La deuxième ligne donne les couplage de type aijk dans l’éq. (6.1). Les au, ad et
ae sont des matrices complexes 3 × 3 dans l’espace des familles. La troisième ligne donne
les masses softs des squarks et sleptons, m2Q, m2L, m2u¯, m2d¯, m
2
e¯ sont des matrices 3 × 3 dans
l’espace des familles. La dernière ligne correspond au secteur du Higgs.
Si les matrices de masse m2Q, m2L, m2u¯, m2d¯, m
2
e¯ ne sont pas diagonales, il y a mélange entre les
différentes générations. Les matrices au, ad, ae induisent aussi des mélanges entre les compo-
santes gauche et droite des différentes générations. Ces réactions avec changement de saveurs
sont fortement contraintes expérimentalement par l’étude de réactions du type µ → eγ dans le
secteur leptonique ou B → Xsγ, Bs → µ+µ− et par exemple le système des kaons neutres
K0 ↔ K¯0 dans le secteur des quarks. Pour éviter ces effets de changement de saveurs, on
suppose que les matrices de masses sont diagonales
m2Q = m
2
QI m
2
L = m
2
LI m
2
u¯ = m
2
u¯I m
2
d¯
= m2d¯I m
2
e¯ = m
2
e¯I (7.4)
et les matrices de couplages trilinéaires sont proportionnelles aux matrices de Yukawa
au = Au0yu ad = Ad0yd ae = Ae0ye (7.5)
D’après l’approximation sur la forme des matrices de Yukawa, éq. (7.2), seuls les squarks et
les sleptons de la troisième génération présentent un fort couplage et présentent un mélange
important entre les composantes gauches et droites.
7.3 R-parité et matière noire
Le superpotentiel du MSSM n’inclut pas de termes violant le nombre baryonique (B) ou le
nombre leptonique total (L). De façon générale, on pourrait ajouter des termes invariants de
jauge et renormalisables violant B ou L. Ces termes ont des conséquences expérimentales rela-
tivement catastrophiques. Ils permettent en particulier d’avoir des canaux de désintégration du
proton (exemple : p → e+π0) donnant une durée de vie du proton relativement courte et donc
incompatible avec les limites expérimentales τp > 1031 ans.
Une nouvelle symétrie conservée est alors ajoutée au MSSM pour exclure les termes violant B
ou L du superpotentiel. La R-parité est définie par [155]
PR = (−1)3B+L+2s (7.6)
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où s est le spin de la particule. Les particules du modèle standard ont toute PR = +1 tandis que
les superpartenaires ont PR = −1.
La R-parité peut être vue comme le résidu discret de la brisure d’une symétrie continue U(1), la
R-symétrie agissant sur les opérateurs de la supersymétrie comme dans l’algèbre, voir éq. 5.6.
En plus de préserver la stabilité du proton, la conservation de la R-parité implique que la par-
ticule supersymétrique la plus légère (LSP pour Lightest Supersymmetric Particle) est néces-
sairement stable. Si la LSP est électriquement neutre et n’interagit que très faiblement avec la
matière ordinaire, elle est alors un candidat potentiel pour la matière noire. Il existe des modèles
où la R-parité n’est pas conservée. De tels modèles ne seront pas abordés dans ce travail.
7.4 La brisure électrofaible
Dans le MSSM, la brisure électrofaible est plus complexe que dans le modèle standard car le
MSSM contient deux doublets de Higgs Hu = (H+u , H0u) et Hd = (H0d , H−d ). Le potentiel
scalaire prend la forme
V = (|µ|2 +m2Hu)(|H0u|2 + |H+u |2) + (|µ|2 +m2Hd)(|H0d |2 + |H−d |2) (7.7)
+[b(H+u H
−
d −H0uH0d) + c.c.] (7.8)
+
1
8
(g2 + g
′2)(|H0u|2 + |H+u |2 − |H0d |2 − |H−d |2)2 +
1
2
g2|H+u H0∗d +H0uH−∗d |2(7.9)
Les termes proportionnels à |µ|2 viennent des termesF , les termes proportionnels aux constantes
de couplages g et g′ viennent des termes D, les autres termes viennent de Lsoft.
Le minimum du potentiel doit briser la symétrie électrofaible en gardant la symétrie électroma-
gnétique. Certaines contraintes sur le potentiel scalaire imposent des relations entre les para-
mètres3. Il y a un risque a priori de ne pas conserver la charge électrique. En fait, le minimum
du potentiel ne brise pas la symétrie électromagnétique car les vev des champs de Higgs sont
toujours anti-parallèles :
〈Hu〉 =

 0
vu

 〈Hd〉 =

vd
0

 (7.10)
Ces vev sont reliées à la vev du modèle standard (voir l’éq. (4.36)) par
v2u + v
2
d =
(
v√
2
)2
≃ (174 GeV)2 (7.11)
Le rapport des vev est conventionnellement noté
tan β = vu/vd (7.12)
3Le potentiel doit être borné inférieurement, cela est vérifié avec la condition suivante 2b < 2|µ|2+m2Hu +m2Hd
et pour ne pas avoir le minimum stable mHu = mHd = 0 et avoir la brisure électrofaible, il faut avoir b2 >
(|µ|2 +m2Hu)(|µ|2 +m2Hd)
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Les conditions pour avoir un minimum ∂V/∂H0d = ∂V/∂H0u = 0 donnent les relations sui-
vantes (en utilisant l’expression de la masse du boson Z, éq. 4.36)
m2Hu + |µ|2 = b cot β + (m2Z/2) cos(2β) (7.13)
m2Hd + |µ|2 = b tanβ − (m2Z/2) cos(2β) (7.14)
qui permettent d’exprimer les paramètres b = B0µ et |µ| en fonction de tan β sans pouvoir
déterminer la phase de µ.
Les deux doublets de Higgs du MSSM contiennent au total huit degrés de liberté. Lors de la
brisure électrofaible, trois de ces degrés de liberté (G0, G±) deviennent les composantes longi-
tudinales des bosons W± et du Z0. Les cinq scalaires restant sont cinq Higgs physiques :
- 2 Higgs neutres et pairs par transformation CP : h0, H0
- 2 Higgs chargés : H±
- 1 Higgs neutre et impair sous CP : A0
Les états propres de masse sont obtenus par rotation selon :
ReH0d
ReH0u

 = 1√
2

cosα − sinα
sinα cosα



H0
h0

 (7.15)

ImH0d
ImH0u

 = 1√
2

 cos β sin β
− sin β cosβ



G0
A0

 (7.16)

H±d
H±u

 =

 cosβ sin β
− sin β cos β



G±
H±

 (7.17)
On a défini h0 comme le boson de Higgs neutre le plus léger. Les masses de ces bosons de
Higgs au niveau de l’arbre sont
m2h0,H0 =
1
2
(
m2A0 +m
2
Z ∓
√
(m2A0 −m2Z)2 + 4m2Zm2A0 sin2(2β)
)
(7.18)
m2H± = m
2
A0 +m
2
W (7.19)
m2A0 = 2|µ|2 +m2Hu +m2Hd (7.20)
En prenant en compte les corrections radiatives, il est possible de mettre une contrainte sur la
masse maximale du boson de Higgs léger (voir [30] et références citées) :
mh0 . 135 GeV (7.21)
Au niveau de l’arbre, les angles de mélange du secteur des boson de Higgs sont reliés par :
tan 2α = tan 2β
(
m2A0 +M
2
Z
m2A0 −M2Z
)
(7.22)
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7.5 Spectre du MSSM
7.5.1 Neutralinos et charginos
Suite à la brisure électrofaible, les higgsinos et les jauginos électrofaibles se mélangent. Les
higgsinos neutres et les jauginos neutres forment quatre états propres de masse appelés neutra-
linos (χ01,2,3,4) tandis que les higgsinos chargés et les winos forment deux états propres de masse
chargés positivement et deux états chargés négativement appelés charginos (χ±1,2).
Dans la base des états de jauge (B˜, W˜ 0, H˜0d , H˜0u), la matrice de mélange des états de neutralinos
est
Mχ0 =


M1 0 −cβsWmZ sβsWmZ
0 M2 cβcWmZ −sβcWmZ
−cβsWmZ cβcWmZ 0 −µ
sβsWmZ −sβcWmZ −µ 0

 (7.23)
avec les abréviations sβ = sin β, cβ = cosβ, sW = sin θW et cW = cos θW . Il est possible de
diagonaliser la matrice pour obtenir les masses des neutralinos [156]. Le neutralino le plus léger
s’écrit :
χ01 = N11B˜ +N12W˜
0 +N13H˜
0
u +N14H˜
0
d (7.24)
où les Nij sont les éléments de la matrice de diagonalisation.
Dans le cas relativement probable où
mZ ≪ |µ±M1|, |µ±M2| (7.25)
alors les états propres de masse des neutralinos sont assez simples. Le χ01 ≃ B˜ est un pur bino,
χ02 ≃ W˜ 0 est un pur wino, les deux autres neutralinos sont des higgsinos χ03, χ04 ≃ (H˜0u ±
H˜0d)/
√
2 avec les masses propres
mχ01 = M1 −
m2Zs
2
W (M1 + µ sin 2β)
µ2 −M21
+ . . . (7.26)
mχ02 = M2 −
m2W (M2 + µ sin 2β)
µ2 −M22
+ . . . (7.27)
mχ03 = |µ|+
m2Z(I − sin 2β)(µ+M1c2W +M2s2W
2(µ+M1)(µ+M2)
+ . . . (7.28)
mχ04 = |µ|+
m2Z(I + sin 2β)(µ−M1c2W −M2s2W
2(µ−M1)(µ−M2) + . . . (7.29)
Le spectre de charginos peut être donné de la même façon. La matrice de mélange des charginos
s’écrit sous la forme de matrice en blocs dans la base des états propres de jauge (W˜+, H˜+u , W˜−, H˜−d )
Mχ± =

0 XT
X 0

 avec X =

 M2 √2sβmW√
2cβmW µ

 (7.30)
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La diagonalisation de cette matrice donne la masse des charginos. Dans la limite de l’éq. (7.25),
on a des charginos χ±1 de type winos et des charginos χ±2 de type higgsinos avec les masses
mχ±1,2 =
1
2
[
µ2 +M22 + 2M
2
W
∓
√
(µ2 −M22 )2 + 4M2W (µ2 + 2µM2 sin β +M22 ) + 4M4W cos2 2β
]
(7.31)
7.5.2 Gluinos
Les gluinos portent une charge de couleur, ce qui les empêche de se mélanger aux autres parti-
cules supersymétriques. La masse du gluino M3 est reliée à la masse du bino et des winos dans
les modèles mSUGRA ou GMSB par l’hypothèse d’universalité de l’éq. (7.44)
M3 =
αs
α
sin2 θWM2 =
3
5
αs
α
cos2 θWM1 (7.32)
avec αa = g
2
a/4π.
7.5.3 Squarks et sleptons
Les matrices de masse des squarks de type up et down sont de la forme suivante avec i = 1, 2, 3
l’indice des familles :
M2ui =

m2uiLL m2uiLR
m2uiRL m
2
uiRR

 (7.33)
=

m2Qi +m2ui + 16(4M2W −M2Z) cos 2β mui(Aui − µ cotβ)
mui(Aui − µ cotβ) m2u¯i +m2ui + 23(−M2W +M2Z) cos 2β


M2di =

m2diLL m2diLR
m2diRL m
2
diRR

 (7.34)
=

m2Qi +m2di − 16(2M2W +M2Z) cos 2β mdi(Adi − µ tanβ)
mdi(Adi − µ tanβ) m2d¯i +m2di + 13(M2W −M2Z) cos 2β


On obtient une matrice similaire pour les sleptons chargés :
M2ei =

m2eiLL m2eiLR
m2eiRL m
2
eiRR

 (7.35)
=

m2Li +m2ei + 12(M2W − 2M2Z) cos 2β mei(Aei − µ tanβ)
mei(Aei − µ tanβ) m2e¯i +m2ei + (M2W −M2Z) cos 2β


7.5. SPECTRE DU MSSM 111
avecm2Qi, m
2
u¯i
, m2
d¯i
, m2Li, m
2
e¯i
les masses softs,Aui , Adi, Aei les couplages trilinéaires etmui , mdi , mei
les masses des fermions associés. Les éléments non diagonaux sont proportionnels à la masse
du fermion, on peut donc considérer que ces élements sont nuls pour les deux premières géné-
rations de squarks, il n’y a donc pas de mélange entre les états gauche et droit. Les effets de
mélange sont non-négligeables pour la troisième famille. Dans le cas du stau, on a :
τ˜1
τ˜2

 =

 cos θτ sin θτ
− sin θτ cos θτ



τ˜L
τ˜R

 (7.36)
où θτ est l’angle de mélange des staus. Les conventions sont prises de façon à avoir la relation
mτ˜1 < mτ˜2 . Les masses physiques du stau sont données par :
m2τ˜1,2 = m
2
RR +
1
2
[
δ ∓
√
δ2 + 4m2τ (aτ − µ tanβ)
]
(7.37)
avec δ = m2LL −m2RR.
7.5.4 Équations du groupe de renormalisation
Les équations du groupe de renormalisation permettent d’obtenir le spectre du MSSM à basse
énergie à partir des paramètres du modèle donnés à une échelle particulière à haute énergie.
Les équations permettent de calculer l’évolution des paramètres softs entre les deux échelles
d’énergie.
Dans le CMSSM, il est supposé qu’il existe une échelle à haute énergie où il existe une uni-
versalité entre différents paramètres. Cette échelle devrait être l’échelle de Planck puisque le
CMSSM repose sur une transmission gravitationnelle de la brisure supersymétrique du secteur
caché au secteur visible. Comme la physique entre l’échelle de Planck et l’échelle GUT n’est
pas connue, il est communément admis de commencer à l’échelle GUT où les couplages des
interactions du Modèle Standard sont égaux :
g1 = g2 = g3 = gGUT (7.38)
où gGUT est la valeur des constantes de couplages à l’échelle GUT.
Il est supposé l’universalité :
- masses des jauginos : M1/2 = M1 = M2 = M3
- masses des scalaires : m0 = mQ = mL = mu¯ = md¯ = me¯
- couplages trilinéaires : A0 = Au = Ad = Ae
Les équations du groupe de renormalisation à une boucle donnent l’évolution des constantes de
couplage de jauge
d
dt
ga =
1
16π2
bag
2
a (b1, b2, b3) =

 (41/10,−19/6,−7) modèle standard(33/5, 1,−3) MSSM (7.39)
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avec t = ln(Q/Q0) (Q est l’échelle d’énergie et Q0 ≃ 2× 1016 GeV l’échelle initiale, typique-
ment l’échelle GUT) et les constantes bi au premier ordre sont données par
b1 = −2NF − 3
10
ND (7.40)
b2 = 6− 2NF − 1
2
ND (7.41)
b3 = 9− 2NF (7.42)
avec NF nombre de familles de fermions et ND nombre de doublets de Higgs.
L’évolution des masses des jauginos est donnée par les équations du groupe de renormalisation
à une boucle
d
dt
Ma =
1
8π2
bag
2
aMa (7.43)
Les trois rapports Ma/g2a sont constants lors de l’évolution de l’échelle d’énergie. En supposant
l’unification des constantes de couplage à l’échelle GUT, on a la relation
M1
g21
=
M2
g22
=
M3
g23
=
m1/2
g2GUT
(7.44)
Les équations du groupe de renormalisation pour le paramètre µ, les couplages de Yukawa, les
couplages trilinéaires et les masses soft des scalaires sont plus complexes car ces équations sont
couplées entre elles. De façon générique, on a pour les scalaires :
dm2φi
dt
= Fi(g
2
aM
2
a , a = 1, 2, 3)−
6
5
Yig
2
1ξ (7.45)
où Fi(x) est une combinaison linéaire des produits g2aM2a avec des coefficients différents pour
chaque scalaire, Yi est l’hypercharge et
ξ =
1
2
m2H2 −
1
2
m2H1 +
3∑
i=1
(
1
2
m2Qi −m2u¯i +
1
2
m2d¯i
)
−
(
1
2
m2Li −
1
2
m2e¯i
)
(7.46)
Un programme comme SuSpect [157] calcule le spectre de masse des particules supersymé-
triques à partir des paramètres de différents modèles comme CMSSM ou GMSB. Dans le cas
CMSSM, le programme résoud les équations du groupe de renormalisation et vérifie qu’on ob-
tient les conditions de brisure électrofaible. Les masses softs sont utilisées pour calculer les
masses physiques. Le processus de résolution des équations du groupe de renormalisation est
réitéré en injectant les masses des particules dans les équations. Une fois une condition de
convergence atteinte, des corrections aux masses sont ajoutées pour obtenir les masses pôles.
La figure Fig. 7.1 donne l’évolution des masses en fonction de l’échelle d’énergie pour un mo-
dèle CMSSM.
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FIG. 7.1 – Exemple d’évolution des masses de scalaires et des masses softs des jauginosM1,M2
et M3 pour un spectre mSUGRA avec m1/2 = 250 GeV, m0 = 100 GeV, A0 = 0, tanβ = 10
et µ > 0 et le spectre de masse à l’échelle d’énergie Q = 500 GeV
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Chapitre 8
Gravitino et cosmologie
Les modèles avec un gravitino LSP sont au centre de ce travail de thèse. Le gravitino est un
candidat intéressant pour la matière noire et la désintégration de la NLSP en gravitino permet
de résoudre les anomalies du lithium pour la nucléosynthèse primordiale. Mais le gravitino
joue d’autres rôles en cosmologie. Je présente ici quelqu’uns de ces autres aspects comme le
problème du gravitino, la production thermique de gravitino après l’inflation ou la possibilité
d’avoir un gravitino LSP instable dans des modèles violant la R-parité.
8.1 Problème du gravitino
La production thermique est surtout efficace à haute température. Pour éviter la fermeture de
l’Univers avec une densité de gravitino Ω3/2 > 1, Pagels et Primack ont posé la contrainte
m3/2 . 2h
2 keV (8.1)
Cette valeur est très faible et s’accorde difficilement avec les modèles supersymétriques. Par
exemple, des modèles de type mSUGRA prédisent une masse de l’ordre de l’échelle électro-
faible. Cette contrainte est relaxée si l’abondance initiale de gravitinos est diluée suite à une
période inflationnaire. Il est alors possible de considérer que la densité de gravitino est nulle à
la fin de l’inflation.
Mais le problème peut ressurgir après l’inflation car la densité de gravitino est repeuplée suivant
deux mécanismes de production dits thermique et non-thermique. Le premier est lié à des pro-
cessus de diffusion, qui ont lieu pendant la période de réchauffage post-inflationnaire (voir la
section suivante). La production non-thermique fait l’objet de cette thèse et sera discutée dans
la dernière partie de ce mémoire.
8.2 Production thermique pendant le réchauffage
Pendant l’inflation, toute population initiale de gravitino, ainsi que de tout type de particules,
est diluée exponentiellement avec l’expansion de l’Univers. Pendant la phase de réchauffage,
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l’Univers est repeuplé de particules. Des modèles de baryogenèse par leptogenèse suggèrent
des température de réchauffage de l’ordre de TR ≃ 108 − 1010 GeV. Pour de telles tempé-
ratures, les réactions de diffusion inélastiques du type a + b → ψµ + c entre des particules
du bain thermique mettant en jeu le gravitino ψµ sont non négligeables. On parle de produc-
tion thermique des gravitinos. La température de découplage du gravitino est très importante
du fait des interactions très faibles du gravitino. Le gravitino n’est plus en équilibre thermique
après l’inflation si la température de réchauffage est inférieure à la température de découplage.
Pour déterminer la température de découplage, on compare la densité de gravitino produit ther-
miquement à la valeur à l’équilibre. Pour un fermion de Majorana de spin 1/2, la densité est
neq = 3ζ(3)T 3/(2π2), ce qui donne une densité comobile
Y eq =
neq
s
≃ 1.8× 10−3 (8.2)
En comparant à la production thermique explicitée ci-dessous, par exemple pourm1/2 = 500 GeV,
si m3/2 = 10 MeV (m3/2 = 1 GeV), on trouve une température de découplage de Tf ≃
1014 GeV (Tf ≃ 1010 GeV). Pour des températures de réchauffage inférieures à la tempéra-
ture de découplage, le gravitino est hors équilibre, l’évolution de son abondance est décrite par
l’équation de Boltzmann éq. 1.53 :
dnG˜
dt
+ 3HnG˜ = CG˜ (8.3)
où H est le paramètre de Hubble et CG˜ le terme de collision décrivant la production et la
destruction du gravitino.
Avec YG˜ = nG˜/s, l’équation de Boltzmann se réécrit simplement
dYG˜
dt
=
CG˜
s
(8.4)
Enfin, comme l’Univers est dominé par la radiation, on utilise dt = −dT/H(T )T
dYG˜ = −
CG˜dT
s(T )H(T )T
(8.5)
La production de gravitinos se fait entre TR et une température plus basse comme TBBN . En
supposant l’absence d’injection d’entropie entre la BBN et aujourd’hui, on a
YG˜(T0) ≃ YG˜(TBBN ) (8.6)
La densité relique de gravitinos issue de la production thermique s’écrit
ΩTP
G˜
h2 = mG˜YG˜(T0)s(T0)
h2
ρc(T0)
(8.7)
Les premiers calculs de la production thermique de gravitinos [158, 159] sont dépendants de
cut-off arbitraires. La production de gravitino a été calculée à partir de processus QCD et in-
dépendant de cut-off arbitraire par Bolz et al. [160, 161]. Ils utilisent la procédure de Braa-
ten et Yuan pour le calcul de la production d’axions [162]. Cette procédure nécessite que les
constantes de couplage soient gi ≪ 1 correspondant à TR ≫ 106 GeV.
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Pradler et Steffen [163, 164] ont suivi la même procédure que Bolz et al. en ajoutant des proces-
sus de diffusion électrofaibles pour avoir une étude complète de SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y .
La production et la densité de gravitino deviennent
Yψ =
3∑
α=1
(
1 +
Mα(TR)
2
3m23/2
)
yαgα(TR)
2 ln
(
kα
gα(TR)
)(
TR
1010 GeV
)
(8.8)
ΩTPψ h
2 =
3∑
α=1
(
1 +
Mα(TR)
2
3m23/2
)
ωαgα(TR)
2 ln
(
kα
gα(TR)
)( m3/2
100 Gev
)( TR
1010 GeV
)
≃ 0.32
(
10 GeV
m3/2
)( m1/2
1 TeV
)2( TR
108 GeV
)
(8.9)
avec yα = (0.653, 1.604, 4.276)×10−12, ωα = (0.018, 0.044, 0.117) et kα = (1.266, 1.312, 1.271)
pour U(1)Y , SU(2)L et SU(3)C respectivement. Les constantes de couplage gα et les masses
des jauginos Mα sont obtenues à la température de réchauffage TR grâce aux équations du
groupe de renormalisation.
Rychkov et Strumia [165] ont repris l’étude précédente en soulignant que certains processus im-
portants doivent également être pris en compte. L’ajout principal est la désintégration possible
du gluon en gluino et gravitino, réaction permise grâce aux masses thermiques des particules,
pour les bosons :
m2V1 =
11
4
g2Y T
2 m2V2 =
9
4
g22T
2 m2V3 =
9
4
g23T
2 (8.10)
et pour le gluino, on obtient m2λ = m2V3/2. A cet effet, il faut ajouter des processus de diffusion
utilisant le couplage de Yukawa non négligeable du quark top. La contribution à la densité
relique peut atteindre 10% si At est plus grand que la masse des jauginos. Rychkov et Strumia
ont également inclus un traitement plus correct de la période de réchauffage n’utilisant pas
l’approximation du réchauffage instantané. La température TR ne représente plus la température
maximale mais la température à laquelle l’inflaton arrête de se désintégrer. Cet effet permet une
réduction de 25% sur la densité relique. Les taux de production γS + γD correspondent aux
contributions des couplages de jauge et γtop à la contribution du couplage de Yukawa du quark
top :
γS = 1.29
T 6
8π5M2Pl
3∑
α=1
g2α(1 +
M2α
3m23/2
)(C ′α − Cα) (8.11)
γD =
T 6
2(2π)3M2Pl
3∑
α=1
nα
(
1 +
M2α
3m23/2
)
fα(
mVα
T
) (8.12)
γtop = 1.30
9λ2tT
6
2M2Plπ
5
(1 +
A2t
3m23/2
) (8.13)
avec Cα = α(α
2 − 1) = {0, 6, 24}, C ′α = {11, 21, 48}, nα = {1, 3, 8}, λt est le couplage de
Yukawa du quark top et At est le couplage trilinéaire. Les fonctions fα sont tracées dans la fig.
1 de [165].
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FIG. 8.1 – Densité relique de gravitino par production thermique en fonction de la température
de réchauffage, pour m1/2 = 1 TeV et différentes valeurs de m3/2. En trait plein, l’équation
de Pradler et Steffen, en pointillés courts, la même équation mais seulement la contribution de
SU(3) et en tirets longs, l’équation de Rychkov et Strumia
Le taux de production de gravitinos est
γ = γS + γD + γtop (8.14)
On obtient
Y (T0) =
γ(TR)
H(TR)s(TR)
(8.15)
et la densité relique de gravitinos, avec l’éq. 8.7
ΩTP
G˜
h2 = 0.00167
( m3/2
1 GeV
)( TR
1010 GeV
)(
γ(TR)
T 6R/MPl
)
(8.16)
La figure 8.1 permet de comparer les différences entre les formules éq. (8.9) et éq. (8.16).
La figure donne la densité relique thermique de gravitino en fonction de la température de
réchauffage à partir de l’équation (8.9) (ligne continue), la même équation mais en incluant
uniquement les effets de SU(3) (pointillés courts) et l’équation (8.16). La figure donne les
résultats pour différentes masses de gravitino m3/2 = 0.1, 1, 10, 100 GeV en fixant m1/2 =
1 TeV et A0 = 0 (donc la contribution du couplage de Yukawa du top est négligeable). Le
calcul de Rychkov et Strumia présente une contribution plus importante à la densité relique que
la formule de Pradler et Steffen, d’environ un facteur deux.
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8.3 Gravitino instable
Le gravitino peut aussi bien être instable s’il n’est pas la LSP ou dans des modèles avec viola-
tion de la R-parité. Ces deux situations ne font pas l’objet de cette thèse mais méritent d’être
signalées car présentent également des contraintes comologiques intéressantes. Dans le cas de la
violation de la R-parité, le gravitino peut être méta-stable avec une très longue durée de vie, res-
tant donc un potentiel candidat à la matière noire. Les désintégrations produisent principalement
des neutrinos et des photons. Le flux de neutrinos permettrait par exemple, pour un gravitino de
m3/2 ∼ 150 GeV et une durée de vie τ3/2 ∼ 1026 s, d’expliquer certaines anomalies du spectre
gamma [166].
Dans le cas où le neutralino est la LSP, pour des masses m3/2 < 10 TeV, la durée de vie
du gravitino est suffisamment grande pour que les désintégrations commencent après la nu-
cléosynthèse primordiale. L’abondance des éléments légers peut être fortement affectée par des
réactions de photo- et hadro-dissociation. Ce qui impose des contraintes sur l’abondance des
gravitinos et donc sur la température de réchauffage, voir par exemple [167].
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Troisième partie
Le gravitino dans tous ses états
123
J’aborde dans cette troisième partie le travail original de cette thèse. Les deux parties précé-
dentes ont permis de donner une vue d’ensemble de la cosmologie et de la physique des par-
ticules en insistant particulièrement sur les points essentiels pour cette thèse que sont deux
problèmes cosmologiques dans le domaine de la matière : la nature de la matière noire et les
anomalies sur l’abondance des isotopes du lithium primordial composant en partie la matière
baryonique. Mon sujet de thèse consiste à traiter ces problèmes dnas le contexte de la supersy-
métrie en focalisant l’attention sur une particule, le gravitino.
Dans des modèles supersymétriques avec conservation de la R-parité, la particule la plus légère
est stable et peut être un bon candidat pour la matière noire. Le neutralino est un des candidats
les plus étudiés. Avec une masse mχ = 100 GeV − 1 TeV, on obtient une densité relique de
neutralino compatible avec les mesures de densité relique de matière noire [168, 169, 170]. Le
gravitino est un autre candidat possible pour la matière noire [171, 172, 159, 160]. Il a été étudié
dans le cadre du CMSSM [173, 174, 175, 176, 74, 177, 178], sa masse est de l’ordre de l’échelle
électrofaible. Le gravitino a également été étudié dans le GMSB [179, 180, 181, 182], sa masse
est inférieure au GeV. Après l’inflation, le gravitino est produit selon deux mécanismes, ther-
mique (voir chaitre 8) et non-thermique correspondant à la désintégration de particules supersy-
métriques en gravitino et autres particules du modèle standard. Ce processus a été abondamment
étudié [159, 174, 74, 177, 178], motivé par les conséquences en nucléosynthèse primordiale. En
effet, si l’injection de particules lors de la désintégration a lieu pendant la BBN ou après, cela
peut modifier les abondances des différents éléments.
Dans le but de résoudre les problèmes du lithium de la BBN et celui de la matière noire, nous
avons étudié des scénarios où le gravitino est la LSP dans des modèles CMSSM et GMSB.
La NLSP, stau ou neutralino, se désintègre en gravitino. Nous avons regardé l’impact de la
désintégration de la NLSP sur le problème du lithium et la contribution de la production non-
thermique à la densité relique de matière noire, à laquelle nous avons ajouté les résultats de la
production thermique, la somme des deux donnant la densité totale de gravitino. Cette étude
repose principalement sur des simulations numériques faisant appel à un certain nombre de
programmes (SuSpect, CalcHEP, micrOMEGAs, et le code BBN de Karsten Jedamzik).
L’aspect physique des particules de cette étude est très important. Nous avons étudié en détails
les processus de désintégration et d’annihilation de la NLSP. Les premiers interviennent dans le
cadre de la BBN, où il est important de calculer les rapports d’embranchement des désintégra-
tions à deux corps induisant des cascades électromagnétiques (production de photons, électrons
et positrons primaires et/ou secondaires) et des désintégrations à trois ou quatre corps induisant
des cascades hadroniques (production de nucléons lors de processus d’hadronisation). Les pro-
cessus d’annihilation et de coannihilation de la NLSP interviennent dans le calcul de la densité
relique de la NLSP. Ces processus ont été étudiés dans deux modèles supersymétriques CM-
SSM et GMSB et en particulier l’influence des différents paramètres des modèles et nous avons
procédé à la comparaison des modèles CMSSM et GMSB qui peuvent sous certains choix de
paramètres présenter des résultats pour la BBN et la matière noire très similaires.
Les rapports d’embranchement et les énergies injectées dans les différentes cascades doivent
être calculés avec précision car ces grandeurs sont essentielles pour les calculs de BBN. Le
rapport d’embranchement hadronique est calculé de la façon la plus exacte par des processus de
désintégration à trois et quatre corps selon la nature de la NLSP (stau ou neutralino) dans des
scénarios CMSSM et GMSB, ce qui est à comparer à [183] se restreignant au cas du stau NLSP
124
de façon modèle indépendante. Les rapports d’embranchement ont été calculés en prenant en
compte toutes les composantes du gravitino sans faire appel à l’approximation du goldstino. Une
étude détaillée de l’influence des paramètres des modèles sur les rapports d’embranchement a
également été faite. De plus, certains processus, en particulier ceux incluant un boson de Higgs
virtuel, ont été pris en compte, ces processus pouvant être relativement importants pour certains
choix de paramètres (grand tan β). Ces canaux sont en fait négligeables dans la désintégration
de la NLSP mais s’avèrent importants dans les processus d’annihilation.
L’énergie injectée dans les cascades hadroniques a également été traitée avec grande attention.
Nous avons procédé à un calcul le plus « réaliste » possible dans le cas du stau NLSP. Nous avons
procédé, pour un choix de paramètres du modèle, à une génération de distribution d’impulsions
de la paire quark-antiquark, à l’origine d’un processus d’hadronisation produisant des nucléons.
Le nombre moyen de nucléons générés par désintégration et le spectre d’énergie des nucléons
permet un calcul précis des effets des cascades hadroniques sur l’abondance des éléments légers
produits pendant la BBN. Ceci est à comparer avec la méthode de Steffen [183] reposant sur le
calcul d’une énergie moyenne à partir de la masse invariante de la paire quark-antiquark. Nous
montrons que l’approximation de Steffen donne de bons résultats pour des durées de vie de la
NLSP pertinentes pour cette étude.
L’abondance des éléments légers est sensible à la nature de la désintégration de la NLSP, à la
quantité de NLSPs présentes dans le plasma et au moment où a lieu la désintégration. Donc, en
plus des rapports d’embranchement et des énergies, la BBN est également sensible à la durée
de vie de la NLSP et sa densité relique. On suppose que la température de freeze-out est plus
élevée que la température correspondant à la désintégration de la NLSP, cette hypothèse est tout
à fait raisonnable, car de façon approchée la température de freeze-out est donnée par Tf ≃
mNLSP/20 et pour une NLSP d’au moins 100 GeV, la température est largement supérieure à
la température au début de la BBN qui est de l’ordre de 0.1 MeV. Les simulations numériques
incluent les résultats les plus récents de la nucléosynthèse primordiale comme la possibilité
d’avoir la formation d’états liés entre une NLSP chargée et les éléments légers. Dans le cas
d’un gravitino lourd (CMSSM) avec un stau NLSP, nous retrouvons des résultats déjà connus
montrant qu’il est possible de résoudre les problèmes du lithium-7 pour des durées de vie de
la NLSP inférieure à 103 s, du lithium-6 pour des durées supérieures et les deux problèmes
simultanément pour une durée de vie d’environ 103 s. Dans le cas de gravitinos légers (GMSB),
nous montrons qu’il est possible de résoudre le problème du lithium-7 pour un neutralino NLSP
avec une durée de vie de 102 s ou obtenir la bonne abondance de lithium-6 avec un stau NLSP
avec une durée de vie de 103 s.
Le problème de la matière noire et la densité relique de gravitino a aussi été étudié. La pro-
duction non-thermique est donnée directement par la densité relique de NLSP, cette dernière
influant également sur les calculs d’abondances des éléments légers. Pour les processus d’an-
nihilation et coannihilation, qui déterminent la densité relique de la NLSP, nous avons regardé
comment la contribution de certains canaux devenait importante en fonction des paramètres et
quelles régions de paramètres donnaient également des densités reliques intéressantes pour la
BBN.
Nous montrons qu’il est possible d’obtenir une densité relique de gravitino compatible avec les
contraintes WMAP sur la matière noire vérifiant simultanément les deux problèmes du lithium
ou seulement celui du litihum-7. Ce résultat est remarquable en ce sens que ce n’était pas une
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exigeance première de cette étude. Lorsque la densité relique non-thermique est trop faible pour
WMAP, il est encore possible de résoudre le problème du lithium-6 ou du lithium-7. Le fait de
ne pas considérer la production thermique de gravitino revient à supposer que la température
de réchauffage après l’inflation est relativement basse. Si cette température est importante la
contribution thermique devient importante. Il est alors possible de retrouver une densité relique
compatible avec WMAP, ce qui impose des contraintes sur la température de réchauffage.
Enfin, nous avons regardé succinctement dans quelle mesure les scénarios étudiés pouvaient être
découverts au LHC. Une grande partie des scénarios avec le stau NLSP et un gravitino lourd
(type CMSSM) ne peuvent pas être observés au LHC, le stau ayant une masse supérieure au
TeV. Il semble donc difficile de mettre en évidence des modèles qui permettent, en cosmologie,
de résoudre simultanément les deux problèmes du lithium. Mais pour des masses de gravitino
plus légères (type GMSB), le stau et le neutralino sont suffisamment légers pour être produits
au LHC. On peut donc espérer contraindre en partie ces modèles et exclure un grand nombre de
scénarios.
Ce travail de thèse a donné lieu à deux articles. Le premier porte essentiellement sur les résultats
concernant la nucléosynthèse primordiale et la résolution des problèmes du lithium [184]. Le
deuxième présente également les résultats physique des particules qui ont amené aux calculs
BBN [185].
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Chapitre 9
Désintégration de NLSP en gravitino
Pour résoudre les problèmes d’abondance du lithium-6 et lithium-7 prédits par le modèle stan-
dard de nucléosynthèse primordiale, la première modification possible est de supposer qu’il
existe des particules instables présentes dans l’Univers primordial qui se désintègrent pendant
la BBN. Dans le cadre de la supersymétrie, ce scénario est réalisé simplement dans le cadre d’un
gravitino LSP dans un modèle CMSSM ou GMSB. La NLSP peut être le neutralino ou le stau
selon les paramètres du modèle. Dans CMSSM, la masse du stau est estimée par une solution
approchée à une boucle des équations du groupe de renormalisation en fonction des masses des
scalaires et des jauginos à l’échelle GUT ainsi que tan β dans la limite de faible mixing [186] :
m2τ˜R = m
2
0 + 0.15m
2
1/2 − 0.23 cos(2β)M2Z (9.1)
et la masse du neutralino, éq. 7.26, permettent de déterminer la condition sur m1/2 et m0 tel que
la NLSP est le stau ou le neutralino.
Dans GMSB, il existe une relation approximative, réf. [138], donnant une condition sur les
paramètres pour avoir un stau droit plus léger que le neutralino
N >
66
5(13ξ1 − 2) ξ1 =
α21(M1)
α21(Mmess)
=
(
1 +
11
4π
α1(M1) ln
M21
M2mess
)2
(9.2)
N et Mmess sont les paramètres du GMSB, le nombre et la masse des messagers, M1 est la
masse du bino. En première approximation, on peut considérer que le neutralino est la NLSP
pour N = 1 et le stau NLSP pour N ≥ 2. On peut avoir le neutralino NLSP pour N = 2 avec
une grande valeur de Mmess.
Indépendamment de sa nature, la NLSP est instable et se désintègre en LSP et en particules du
modèle standard. Les caractéristiques de la désintégration telles que la durée de vie de la NLSP,
la nature des particules produites et leur énergie dépendent fortement de la nature de la NLSP
et des paramètres du modèle. Les effets sur la nucléosynthèse primordiale peuvent être très dif-
férents. Il est donc nécessaire d’étudier d’une part les cascades électromagnétiques obtenues à
partir des désintégrations à 2 corps du stau et du neutralino et d’autre part les cascades hadro-
niques venant des désintégrations à 4 corps du stau ou à 3 corps pour le neutralino permettant
la formation d’une paire de quark-antiquark qui produit des nucléons par hadronisation.
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Dans ce chapitre, nous décrivons le calcul des rapports d’embranchement et les énergies des
cascades électromagnétique et hadronique pour le stau et le neutralino. La cascade électroma-
gnétique se développe suffisamment rapidement, les effets dépendent uniquement de l’énergie
totale et du temps d’injection et pas de la nature des primaires et leur énergie. Dans le cas d’une
cascade hadronique, le rapport d’embranchement et l’énergie totale sont calculés mais la situa-
tion est plus complexe et nécessite d’utiliser un code comme Pythia [187] pour déterminer la
distribution d’énergie des particules des nucléons.
Les grandeurs calculées pour étudier les cascades dépendent de façon importante sur le choix
du modèle, ces dépendances seront également étudiées dans ce chapitre.
9.1 Stau
9.1.1 Désintégration à deux corps
Le processus de désintégration à deux corps τ˜ → τG˜ est le processus dominant de la désin-
tégration du stau. La largeur de désintégration totale peut être approximée par la largeur de
désintégration à deux corps. La largeur de désintégration de ce processus s’écrit [188]
Γ(τ˜ → τG˜) = 1
48π
(m2τ˜ −m23/2 −m2τ )4
m3τ˜M
2
Plm
2
3/2
[
1− 4m
2
3/2m
2
τ
(m2τ˜ −m23/2 −m2τ )2
]3/2
(9.3)
Dans le cadre de mSUGRA avec un gravitino de l’ordre de 100 GeV, la masse du lepton tau
(mτ ≃ 1.77 GeV) est négligeable devant les autres masses (approximation faite dans la plupart
des études, par exemple [74, 183]). La largeur de désintégration s’écrit alors :
Γ(τ˜ → τG˜) = 1
48π
m5τ˜
M2Plm
2
3/2
(
1− m
2
3/2
m2τ˜
)4
(9.4)
Dans notre étude, la masse du lepton tau n’est pas toujours négligeable devant la masse du
gravitino qui peut être très léger en particulier dans le modèle GMSB. Aucune approximation
sur les masses n’est faite dans la simulation numérique.
Dans l’approximation du goldstino, quand la masse du gravitino est négligeable devant la masse
du stau, les composantes±3/2 du gravitino sont négligées. L’expression de la largeur de désin-
tégration est similaire à l’éq. 9.4 à la puissance de la parenthèse près (encore une fois la masse
du lepton tau est négligée) :
Γ(τ˜ → τG˜) = 1
48π
m5τ˜
M2Plm
2
3/2
(
1− m
2
3/2
m2τ˜
)2
(9.5)
La différence entre les expressions éq. 9.4 et éq. 9.5 est particulièrement sensible pour un rapport
des masses proche de l’unité. La variation est inférieure à 1% pour m3/2/mτ˜ . 0.07 et 10%
pour m3/2/mτ˜ . 0.22. L’approximation du goldstino est valable dans une grande majorité
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FIG. 9.1 – Durée de vie du stau en fonction de la masse du stau. Les différentes courbes corres-
pondent à différentes masses du gravitino calculées à partir de la largeur de désintégration de
l’éq. (9.4). Les courbes en tirets correspondent à la durée de vie du stau dans l’approximation
du goldstino de l’éq. (9.5)
des spectres de masse mais présente une certaine déviation au calcul exact pour certains choix
de paramètres. L’approximation du goldstino ne sera donc pas utilisée dans les simulations
numériques.
Les expressions de la largeur de désintégration ont été vérifiées analytiquement et numérique-
ment en utilisant CalcHEP. Initialement, CalcHEP ne prenait pas en compte les particules de
spin 3/2 et les seuls modèles utilisés existants par CalcHEP ne contenaient que le goldstino.
Suite à quelques discussions avec A. Pukhov, il a implémenté le traitement de processus avec
des particules de spin 3/2 dans CalcHEP et j’ai écrit un modèle contenant le gravitino. L’ac-
cord entre les expressions analytiques et les résultats numériques ont permis de vérifier la bonne
implémentation dans CalcHEP.
La durée de vie du stau est égale à l’inverse de la largeur de désintégration totale et comme
celle-ci est largement dominée par le processus à deux corps, la durée de vie du stau est :
τ ≃ 1
Γ(τ˜ → τG˜) (9.6)
La durée de vie du stau est donnée par la figure Fig. 9.1 en fonction de la masse du stau et
pour différentes masses de gravitino. Les courbes en tirets montrent la durée de vie dans l’ap-
proximation du goldstino, la déviation devient importante pour des masses de stau et gravitino
fortement dégénérées. De plus, dans ces régions, l’espace de phase est restreint et donne des
durées de vie très grandes. La figure montre qu’il est possible d’avoir naturellement un temps
de vie du stau de l’ordre de 102−106 s. De telles durées de vie sont intéressantes pour la nucléo-
synthèse primordiale par les effets de désintégration électromagnétiques et hadroniques du stau
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(voir section 2.3 du chapitre sur la nucléosynthèse primordiale) et part les effets de formation
d’états liés entre le stau chargé et les éléments légers (voir chapitre 2.4). Comme le gravitino
a une masse de l’ordre de l’échelle électrofaible (m3/2 = O(100) GeV) dans le CMSSM, le
stau doit avoir une masse de l’ordre du TeV pour donner des durées de vie τ = 102 − 106 s.
De telles prévisions sur la masse du stau sont assez pessimistes pour une possible détection au
LHC. Dans le cadre du GMSB, la masse du gravitino est plus légère et donc par conséquent
la masse du stau doit être prise plus petite pour satisfaire aux conditions sur sa durée de vie,
permettant d’envisager une détection au LHC de tels scénarios.
Pour les effets dûs à la désintégration du stau, il faut estimer le rapport d’embranchement élec-
tromagnétique Bem, par des désintégrations induisant une cascade électromagnétique avec des
photons, électrons et positrons, le rapport d’embranchement hadronique Bhad, par des désin-
tégrations induisant une cascade hadronique avec des nucléons et les énergies associées à ces
désintégrations Eem et Ehad.
La désintégration à deux corps du stau produit un gravitino et un lepton tau. Cette dernière
particule est instable et se désintègre en électrons, muons, neutrinos et mésons (pions et kaons
principalement). L’équation (2.19) donne un rapport d’embranchement hadronique du méson
évoluant en t−3/2. Pour t & 102 s, le rapport d’embranchement est inférieur à 10−3. La contri-
bution hadronique des mésons, et donc des processus de désintégration à deux corps, est négli-
geable. Les mésons ne participent qu’à des processus électromagnétiques pour des durées de
vie du stau pertinentes pour la BBN. Le rapport d’embranchement électromagnétique est donc
quasiment égal à 1
Bem ≃ Γ(τ˜ → τG˜)
Γtot
≃ 1 (9.7)
L’énergie associée aux désintégrations électromagnétiques provient de l’énergie du lepton τ
Eτ =
m2τ˜ −m23/2
2mτ˜
(9.8)
Une partie de cette énergie est emportée par les neutrinos, elle est donc perdue pour la cas-
cade électromagnétique. L’énergie manquante exacte nécessite une analyse fine du modèle et
dépend principalement de la chiralité du stau et de sa masse. Cette analyse n’est pas faite ici.
Nous prenons une énergie électromagnétique Eem = x · Eτ [174]. En faisant une hypothèse
d’équipartition de l’énergie entre les particules issues de la désintégration du tau, on trouve une
énergie minimale avec xmin = 1/3 et pour le maximum x = 1 en supposant qu’il n’y a pas de
perte d’énergie. Nous prendrons pour cette étude une valeur intermédiaire
Eem =
1
2
(
m2τ˜ −m23/2
2mτ˜
)
(9.9)
Les figures 9.2 montrent les effets du choix du coefficient x pour l’énergie électromagnétique
pour des énergies Eem = 0.5 · Eτ et Eem = Eτ . Les figures montrent les variations sur les
abondances du deutérium, l’hélium-4, le lithium-6 et lithium-7 selon (AEτ − A0.5Eτ )/A0.5Eτ .
Le seul élément sensible au choix du facteur est le lithium-6, on observe des variations jusqu’à
20% pour une masse de gravitino de 10 GeV. Cela s’explique par le fait que le 6Li est un
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FIG. 9.2 – Variation relative des abondances de différents éléments (deutérium et hélium-4 à
gauche et lithium-6 et lithium-7 à droite) selon (AEτ − A0.5Eτ )/A0.5Eτ , pour Eem = 0.5Eτ et
Eem = Eτ pour une masse de gravitino de m3/2 = 10 GeV
élément fragile facilement photodissocié, dont l’abondance est réduite si l’énergie de la cascade
électromagnétique est plus importante.
Une autre quantité pertinente est la densité d’énergie électromagnétique injectée
ξEM = EemBemYτ˜ (9.10)
où Yτ˜ = nτ˜/s est la densité comobile du stau. Cette grandeur permet de prendre en compte
des contraintes venant de l’étude du fond diffus cosmologique. L’injection de photons lors des
désintégrations du stau peuvent être à l’origine de déformations du spectre du CMB. Nous
présentons brièvement cette contrainte qui s’avère être peu importante pour des durées de vie
du stau intéressantes pour la BBN.
L’étude du fond diffus cosmologique permet de contraindre les désintégrations électromagné-
tiques de la NLSP car l’injection de photons peut être à l’origine d’une déformation du spectre
du fond diffus cosmologique et dévier du spectre du corps noir [158, 189, 173, 174, 177]. Pour
des temps d’intérêt pour cette étude, le processus de thermalisation dominant est la diffusion
Compton γe− → γe−. Le nombre de photons est conservé car des processus comme la double
diffusion Compton γe− → γγe− et le bremsstrahlung thermique e−X → e−Xγ, où X est
un ion, sont inefficaces. Le spectre des photons suit une distribution de Bose-Einstein avec un
potentiel chimique µ non nul :
f =
1
e(E−µ)/T − 1 (9.11)
L’étude du spectre du fond diffus cosmologique par la mission COBE [3] a permis de contraindre
le potentiel chimique :
|µ| < 9× 10−5 (9.12)
Cette limite entraîne des contraintes sur l’énergie électromagnétique libérée lors de la désinté-
gration du stau. Pour une densité baryonique faible Ωbh2 . 0.1, comme c’est le cas dans notre
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FIG. 9.3 – Contraintes du CMB sur ξEM en fonction de la durée de vie de la NLSP. Les régions
au dessus de la courbe est exclue.
Univers, la double diffusion Compton domine le processus de thermalisation. Le bremsstrah-
lung est négligeable. Le potentiel chimique est relié à ξEM par [190]
µ = 8.01× 102
( τ
1 sec
)1/2
e−(τdC/τ)
5/4 ×
(
7.04ξEM
1 GeV
)
(9.13)
où le temps de réaction de la double diffusion Compton est :
τdC = 1.46× 108(T0/2.7 K)−12/5(Ωbh2)4/5(1− Yp/2)4/5 sec (9.14)
≃ 6.085× 106 s (9.15)
La contrainte sur l’énergie injectée, éq. (9.10) s’écrit :
ξEM < 1.59× 10−8e(τdC/τ)5/4
(
1 s
τ
)1/2
(9.16)
Cette limite n’est valable que pour des durées de vie de staus τ . 8.8×109 s. Pour des durées de
vie plus importantes, les diffusions Compton élastiques ne permettent pas d’obtenir un spectre
de Bose-Einstein. Mais ces durées de vie de staus dépassent celles étudiées ici. La figure 9.3
montre que la contrainte du fond diffus cosmologique est importante pour de longues durées de
vie. Les déformations du spectre du fond diffus cosmologique permettent d’exclure des temps
de vie de stau & 106 − 107 s, ce qui correspond à une différence de masse entre le gravitino
et le stau relativement faibles. Ces régions sont néanmoins peu pertinentes pour cette étude, la
région d’intérêt est pour τ < 106 s.
9.1.2 Désintégration à quatre corps : rapport d’embranchement
La désintégration à deux corps contribue uniquement à des cascades électromagnétiques. Les
désintégrations hadroniques proviennent de processus à plus de deux corps, comme ceux conte-
nant un photon, un boson de jauge Z ou W , ou un boson de Higgs se désintégrant en paire de
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quark-antiquark suivi d’un processus d’hadronisation produisant des protons et des neutrons. Il
est donc nécessaire de regarder des processus produisant quatre corps dans l’état final. Les rap-
ports d’embranchement de ces processus sont fortement supprimés mais les nucléons produits
même en faible quantité ont un impact important sur la production/destruction des éléments
pendant et après la nucléosynthèse primordiale.
Les premiers articles [74, 177] calculant ces processus utilisent l’approximation suivante : les
diagrammes avec un échange de boson virtuel sont négligeables, seuls les diagrammes avec un
boson de jauge Z ou W on-shell ont une contribution non-négligeable.
Ainsi, le rapport d’embranchement hadronique s’écrit comme la somme des produits du rapport
d’embranchement de la désintégration du stau à trois corps (τ˜ → τG˜Z et τ˜ → ντ G˜W ) et du
rapport d’embranchement de la désintégration du boson en paire quark-antiquark plus un terme
englobant la petite contribution des processus avec un boson virtuel
Bhad(τ˜ → τG˜qq¯) = Bhad(τ˜ → τG˜Z)B(Z → qq¯)
+Bhad(τ˜ → ντ G˜W )B(W → qQ¯) +Bvirthad (9.17)
avec Bhad(Z → qq¯) ≃ 0.7, Bhad(W → qQ¯) ≃ 0.68 [30] et
Bhad(τ˜ → τG˜Z) = Γ(τ˜ → τG˜Z)
Γtot
(9.18)
Bhad(τ˜ → ντ G˜W ) = Γ(τ˜ → ντ G˜W )
Γtot
(9.19)
où la largeur de désintégration totale est presque totalement dominée par la désintégration à
deux corps
Γtot ≃ Γ(τ˜ → τG˜) (9.20)
Le terme Bvirthad donne une estimation de la contribution des diagrammes avec échange de boson
off-shell, il est pris de l’ordre de grandeur O((α/4π)2) ∼ O(10−6).
La contribution des diagrammes avec échange de boson W sont fortement supprimés car le
stau le plus léger τ˜1 = cos θτ τ˜R + sin θτ τ˜L est généralement dominé par sa composante droite
singlet des interactions faibles. Dans l’article de Steffen [183], le stau utilisé est un stau droit,
ces derniers diagrammes ont alors une contribution exactement nulle. Cette étude, modèle indé-
pendant fait des hypothèses restrictives sur les masses reliant la masse du stau droit à la masse
du neutralino le plus léger considéré comme un bino par l’équation mχ = 1.1mτ˜ .
Nous avons entrepris de faire une étude modèle dépendant en explorant un espace de paramètres
importants dans des modèles CMSSM et GMSB. Dans ces conditions, l’état propre de masse
du stau le plus léger est un mélange des états propres d’interaction dominé par la composante
droite mais néanmois contenant une composante gauche. Pour être sûr de prendre en compte
toutes les contributions aux largeurs de désintégrations, nous avons inclus les processus avec γ,
Z mais également W et h. Nous avons également traité les cas neutralino NLSP.
Dans le cas du CMSSM, les paramètres initiaux sont :
m0, M1/2, A0, tan β, sgn(µ) et m3/2 (9.21)
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Dans le cas de GMSB :
Mmess, Λ, N, tan β, sgn(µ) et m3/2 (9.22)
Il peut être intéressant d’étudier l’influence des différents paramètres sur les rapports d’em-
branchement. Dans le cas du CMSSM, nous effectuons des scans en m0 ∈ [10, 2000] GeV et
m1/2 ∈ [100, 6000] GeV (sauf pour l’étude de la région focus point nécessitant de plus grandes
valeurs de m0) pour différentes valeurs de tanβ et A0 avec µ toujours pris positif. Pour GMSB,
nous effectuons un scan sur Λ ∈ [5 × 104, 5 × 106] GeV pour différentes valeurs de Mmess et
tan β avec µ positif et N = 1 ou 2. Les résultats seront présentés au chapitre 11.
Le calcul du rapport d’embranchement éq. (9.17) sous-estime la contribution des diagrammes
avec un photon virtuel pour de faibles masses du stau et les effets du Z virtuel. Steffen sou-
ligne la nécessité de prendre en compte les contributions de ces diagrammes [183]. Le rapport
d’embranchement de la désintégration à quatre corps avec échange d’un boson Z ou un pho-
ton est maintenant calculé directement avec une coupure sur la masse invariante de la paire
quark-antiquark mqq¯ ≥ mcutqq¯
Bhad(τ˜ → τG˜qq¯;mcutqq¯ ) =
Γ(τ˜ → τG˜qq¯;mcutqq¯ )
Γtot
(9.23)
où la largeur partielle de la désintégration à quatre corps est
Γ(τ˜ → τG˜qq¯;mcutqq¯ ) =
∫ mτ˜−m3/2−mτ
mcutqq¯
dmqq¯
dΓ(τ˜ → τG˜qq¯)
dmqq¯
(9.24)
Les diagrammes contribuant à ce calcul sont représentés dans la figure Fig. 9.4. La largeur du
boson Z est prise en compte en utilisant une fonction de Breit-Wigner. Nous avons entrepris
de vérifier que certains canaux étaient sous-dominants. Les diagrammes contenant le τ˜2, des
squarks, les carginos χ±2 et les neutralinos χ02, χ03, χ04 ne sont pas pris en compte du fait de
la masse importante de ces particules rendant la contribution de ces diagrammes négligeable.
Le diagramme contenant le χ01 est en général négligeable si mχ > 1.1mτ˜ , il est néanmoins
inclus dans notre calcul de la largeur de désintégration pour prendre en compte les cas où sa
contribution est non-négligeable.
La coupure sur la masse invariante de la paire qq¯ est fixée à mcutqq¯ = 2 GeV soit deux fois la
masse d’un nucléon. En dessous de cette coupure, il n’y a pas assez d’énergie pour produire des
nucléons.
La largeur de désintégration de ces processus est tracée sur la figure Fig. 9.7 en fonction de la
masse du stau, pour des masses de gravitinos de 1 et 100 GeV et pour une valeur de tanβ = 10
ou tanβ = 60. La largeur de désintégration dépend peu de tan β qui agit surtout dans le secteur
des neutralinos. On peut aussi remarquer que la largeur de désintégration chute brutalement
quand l’espace de phase devient très petit (∆m = mτ˜ −m3/2 petit).
Le rapport d’embranchement hadronique pour des diagrammes de Feynman avec échange de
boson W représentés à la figure Fig. 9.5 peuvent être calculés de façon similaire. Le rapport
d’embranchement est nul dans le cas d’un pur τ˜R. À tan β faible, le τ˜1 est dominé par la compo-
sante droite, le rapport d’embranchement est donc négligeable. Avec tan β = 60, la composante
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FIG. 9.4 – Diagrammes de Feynman contribuant à la désintégration à quatre corps du stau en
lepton tau, gravitino et paire qq¯ avec échange d’un boson Z ou un photon virtuel
τ˜L devient plus importante, le rapport d’embranchement augmente, voir Fig. 9.7. Néanmoins,
la contribution des diagrammes de la figure Fig. 9.5 donnent un rapport d’embranchement au
moins un ordre de grandeur inférieur à celui avec échange de Z/γ. Leur contribution est cepen-
dant prise en compte dans l’étude même si elle reste sous-dominante.
De la même façon, il est possible d’étudier les contributions des processus avec échange de
boson de Higgs. Les bosons de Higgs pris en compte sont les deux bosons de Higgs scalaires h
et H ainsi que le boson de Higgs pseudo-scalaire A0. La contribution la plus importante vient
du boson h qui a une masse relativement légère (∼ 100− 150 GeV) comparée aux deux autres
bosons de Higgs. Les processus contenant ces deux derniers sont négligeables du fait de leurs
masses élevées. Globalement le secteur du Higgs contribue de façon négligeable à la largeur
totale de désintégration. Dans les modèles avec une grande valeur de tanβ, la largeur de dés-
intégration devient plus importante mais reste négligeable devant les largeurs de désintégration
des autres processus, voir figure Fig. 9.7.
9.1.3 Désintégration à quatre corps : énergie
Le calcul de l’énergie hadronique fut estimée par Feng et al. à partir d’une simple relation
d’équipartition de l’énergie restante [74]
Ehad =
1
3
(mτ˜ −m3/2) (9.25)
Steffen calcule une énergie moyenne sur le même principe que le calcul du rapport d’embran-
chement par convolution avec la masse invariante de la paire de quark-antiquark :
Ehad =
1
Γ(τ˜ → τG˜qq¯)
∫ mτ˜−m3/2−mτ
mcutqq¯
dmqq¯mqq¯
dΓ(τ˜ → τG˜qq¯)
dmqq¯
(9.26)
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FIG. 9.5 – Diagrammes de Feynman contribuant à la désintégration à quatre corps du stau en
neutrino tau, gravitino et paire qq¯ avec échange d’un boson W
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FIG. 9.6 – Diagrammes de Feynman contribuant à la désintégration à quatre corps du stau en
lepton tau, gravitino et paire qq¯ avec échange d’un boson de Higgs
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FIG. 9.7 – Rapport d’embranchement des diagrammes avec un échange de Z/γ (vert), W
(jaune) et h (rouge) en fonction de la masse du stau pour des spectres mSUGRA avec A0 = 0,
sgnµ > 0, tan β = 10, m3/2 = 10 GeV pour la figure (a), m3/2 = 90 GeV pour la figure (b) et
tan β = 60, m3/2 = 10 GeV pour la figure (c) et m3/2 = 90 GeV pour la figure (d)
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FIG. 9.8 – Distribution d’énergie en fonction de la masse invariante de la paire de quarks.
quatre situations sont tracées pour des masses en GeV de gravitino et stau (m3/2, mτ˜ ) =
(1, 200), (1, 1000), (100, 200), (100, 1000). On distingue clairement les résonances du photon
et du boson Z.
L’énergie moyenne est intégrée sur la distribution de masse invariante. À des fins de vérification,
nous avons recalculé la distribution de masse invariante pour certains spectres particuliers, la
figure 9.8 est en accord avec les résultats de Steffen. On observe en mqq¯ → 0 GeV la résonance
correspondant au processus avec échange de photon virtuel et en mqq¯ ≃ 91 GeV la résonance
correspondant à un boson Z quasiment on-shell. Ce résultat est compatible avec [183]. La dis-
tribution dépend principalement de la différence de masse du stau et du gravitino.
La comparaison des deux méthodes (voir Fig. 9.9) montre que la méthode de Feng surestime
l’énergie hadronique (courbe bleue) quand mτ˜ ≫ m3/2 car la paire de quark-antiquark est
uniquement produite par un boson Z on-shell et donc l’énergie de la paire est toujours la même.
De plus, pour de faibles masses de stau, la méthode de Feng et al. sous-estime l’énergie car
elle ne prend pas en compte l’échange de photon et de Z off-shell. La courbe noire donne
l’énergie hadronique selon l’équation éq. 9.26. À faible masse de stau, on voit principalement
la contribution des processus avec échange de photon, puis la contribution du Z apparaît à haute
masse du stau (mτ˜ & m3/2 +mZ) et domine complètement l’énergie hadronique.
La situation pour le traitement de l’énergie de la désintégration hadronique est quelque peu
plus complexe que le calcul de l’énergie de la désintégration électromagnétique. La première
raison est liée au référentiel de la désintégration, celui où le stau est au repos est différent de
celui dans lequel l’énergie hadronique est calculé par l’éq. (9.26). La masse invariante donne
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FIG. 9.9 – Comparaison des énergies hadronique calculées selon la formule éq. 9.25 (courbe
bleue) et par éq. 9.26 (courbe noire) pour une masse de gravitino m3/2 = 90 GeV
l’énergie de la paire qq¯ dans le référentiel de centre de masse de la paire qq¯ mais ne permet
pas de calculer cette énergie dans le référentiel du stau au repos, qui peut être beaucoup plus
importante. De plus, il est très difficile de donner une définition unique de l’énergie hadronique.
Par exemple, l’injection de dix neutrons de 10 GeV à T = 30 keV produit 4.3 noyaux de
deutérium thermalisés, 14.4 neutrons et 4.0 noyaux avec A = 3 alors qu’un neutron de 100 GeV
produit 0.5 noyaux de deutérium, 1.45 neutrons et 0.7 noyaux avec A = 3. Dans les deux
situations, l’énergie totale initiale est la même mais les résultats sont très différents. La figure
9.10 indique le nombre de neutrons produits en fonction de la température à laquelle la NLSP
se désintègre et produit une paire qq¯. De haut en bas, le traitement à partir de l’estimation de
l’éq. (9.25), un traitement "réaliste", et l’estimation de l’équation (9.26).
Le traitement réaliste nécessite une distribution statistique de l’énergie des nucléons (voir par
exemple Fig. 9.11) et le nombre moyen de nucléons produits dans l’hadronisation de la paire
qq¯. Le nombre de nucléons Ni (neutrons, 2H, 3H. . . ) est relié à la désintégration de X et à la
température par
dNi
dNX
= Bhad
∑
j=p,n
∫
dEjP
had
j (Ej)
dNi
dNj
(Ej , T ) (9.27)
où P hadj = (dNj/dEj) est la fonction de distribution des nucléons j injectés dans le plasma
d’énergie initiale Ej par désintégration de X , normalisé tel que∫
dEjP
had
j (Ej) = 〈Nj〉 (9.28)
est le nombre moyen de nucléons injectés par désintégration hadronique. Et dans l’expres-
sion précédente (dNi/dNj)(Ej , T ) est la production de Ni par nucléon injecté à l’énergie Ej .
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FIG. 9.10 – Neutrons produits en fonction de la température en 109 K pour différentes estima-
tions de l’énergie hadronique. En trait plein l’estimation de l’éq. 9.25, en pointillés l’éq. 9.26 et
en tirets l’estimation "réaliste"
Concrètement, le nombre moyen de nucléons par désintégration hadronique et le spectre d’éner-
gie sont obtenus en utilisant dans un premier temps le programme CalcHEP qui permet de géné-
rer des distributions d’impulsions pour la paire qq¯ lors de la désintégration d’un stau considéré
au repos. Le générateur d’évènements Pythia est ensuite utilisé pour procéder à l’hadronisation
de la paire pour obtenir entre autres particules des neutrons et des protons. Un grand nombre de
répétitions de l’opération permet d’obtenir une distribution statistique.
La figure 9.10 montre que la méthode Feng et al. surestime grandement l’énergie hadronique
et produit un grand nombre de neutrons comparé aux deux autres méthodes. De plus pour des
températures supérieures à T > 0.2× 109 K (≃ 4× 103 s), l’estimation de Steffen est compa-
tible avec la méthode réaliste, on peut donc prendre P hadj (Ej) ≃ PEqq¯CMj . En effet l’énergie des
neutrons dans cette région n’a que peu d’influence sur le nombre de nucléons produits, la réac-
tion de diffusion inélastique produisant des nucléons secondaires (voir section 2.3 du chapitre
sur la nucléosynthèse primordiale)
n + pplasma → n+ n+ π+ (9.29)
a une section efficace appréciable uniquement à proximité du seuil de la réaction. L’énergie des
nucléons injectés a peu d’influence, la quantité de nucléons produits est donc sensiblement la
même pour les deux méthodes. Elle est légèrement inférieure dans le cas du calcul réaliste, ce
qui permet d’obtenir en particulier une abondance de deutérium moins importante.
Pour T < 0.2 × 109 K, les différences sont très importantes mais ces zones correspondent
à des temps d’injection des neutrons venant de la désintégration du stau exclues par d’autres
contraintes comme la production de lithium-6 par les états liés (cf. chapitre suivant).
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FIG. 9.11 – Distribution d’énergie des nucléons dans la désintégration d’un stau de masse mτ˜ =
990 GeV avec production d’un gravitino m3/2 = 35 GeV et une paire uu¯. La distribution
contient 3000 nucléons.
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FIG. 9.12 – Comparaison sur les abondances de l’approximation de Steffen et du traitement
réaliste pour le deutérium et l’hélium-4 à gauche, et du lithium-7 et lithium-6 à droite
Un petit nombre de scénarios ont été calculés avec une distribution réaliste de nucléons. Les
spectres ont été utilisés pour faire les calculs de nucléosynthèse primordiale. Les scénarios uti-
lisent un stau NLSP d’environ mτ˜ ∼ 1 TeV, des durées de vie τ ∼ 300− 1500 s et produisant
les densités reliques de gravitino d’environ Ω2h ∼ 0.1. La figure 9.12 compare l’erreur en pour-
cents obtenus pour les abondances de deutérium, d’hélium-4, de lithium-7 et de lithium-6 en
comparant l’approximation de Steffen et le calcul réaliste
∆ =
Areal − ASteffen
ASteffen
(9.30)
La déviation pour 4He est négligeable, elle est de 10− 20% pour le deutérium, et jusqu’à 40%
pour le lithium-7. En première approximation, l’erreur est acceptable et l’estimation de Steffen
sera utilisée la plupart du temps dans ce travail. Néanmoins, lorsque des résultats précis seront
nécessaires, le calcul avec une distribution réaliste d’énergie des nucléons sera utilisée.
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9.2 Neutralino
9.2.1 Désintégration à deux corps
Les neutralinos χ sont des combinaisons linéaires de bino, wino neutre et higgsinos. Le neutra-
lino le plus léger s’écrit
χ01 = N11B˜ +N12W˜
0 +N13H˜
0
u +N14H˜
0
d (9.31)
Le neutralino peut se désintégrer en gravitino et diverses particules du modèle standard, le
photon, le boson de jauge Z et les bosons de higgs neutres. La largeur de désintégration à
deux corps pour le neutralino en prenant en compte les polarisation de spin ±1/2 et ±3/2 du
gravitino :
- désintégration en photon + gravitino
Γ(χ→ γG˜) = κγ
48π
m5χ˜
M2Plm
2
3/2
(
1− m
2
3/2
m2χ
)3(
1 + 3
m23/2
m2χ
)
(9.32)
- désintégration en boson Z + gravitino
Γ(χ→ ZG˜) = κZ
48π
m5χ˜
M2Plm
2
3/2
F (MZ) (9.33)
×


(
1− m
2
3/2
m2χ
)3(
1 + 3
m23/2
m2χ
)
− 3M
2
Z
m2χ
G(MZ)

 (9.34)
- désintégration en boson de Higgs + gravitino
Γ(χ→ hG˜) = κh
96π
m5χ˜
M2Plm
2
3/2
F (Mh) (9.35)
×
[(
m3/2
mχ
+ 1
)2
− m
2
h
m2χ
]2 [(
m3/2
mχ
− 1
)2
− m
2
h
m2χ
]
(9.36)
avec les coefficients
κγ = |N11 cos θW +N12 sin θW |2 (9.37)
κZ = | −N11 sin θW +N12 cos θW |2 (9.38)
κh = | −N13 sinα +N14 cosα|2 (9.39)
où Nij sont les éléments de la matrice de mélange des neutralinos et l’angle α est donné par
tan 2α = tan 2β
(m2A +M
2
Z)
(m2A −M2Z)
(9.40)
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et les fonctions F (M) et G(M) sont définies par
F (M) =
[(
1−
(
m3/2 +M
mχ
)2)(
1−
(
m3/2 −M
mχ
)2)]1/2
(9.41)
G(M) = 1 +
m33/2
m3χ
(
−4 + m3/2
3mχ
)
+
M4
3m4χ
− M
2
m2χ
(
1− m
2
3/2
3m2χ
)
(9.42)
On obtient des largeurs de désintégrations similaires à celle du Higgs léger pour le Higgs
lourd pair par transformation de CP en remplaçant mh → mH et κh → κH = |N14 sinα +
N13 cosα|2. Pour le higgs impair par transformation CP, on remplace mh → mA, m3/2 →
−m3/2 et κh → κA = |N14 cosβ +N13 sin β|2.
Dans le cas d’un quasi pur bino
κZ
κγ
≃ 0.3 κh
κγ
est négligeable (9.43)
Dans le cas où la relation sur les masses des jauginos est vérifiée (hypothèse d’universalité
à l’échelle GUT), la masse du bino est toujours la plus légère et donc le neutralino le plus
léger est pratiquement toujours un pur bino. Le mode de désintégration principal du neutralino
est χ → G˜γ. Ce processus domine la désintégration et contribue intégralement aux cascades
électromagnétiques. On note
Γtot = Γ(χ→ G˜γ) + Γ(χ→ G˜Z) + Γ(χ→ G˜h) (9.44)
La durée de vie du neutralino est prise comme
τ ≃ 1
Γtot
(9.45)
Le rapport d’embranchement électromagnétique et l’énergie sont donnés par
Bem ≃ 1 Eem =
m2χ −m23/2
2mχ
(9.46)
Comme nous allons le voir, le rapport d’embranchement hadronique n’est pas négligeable
Dans cette étude, nous ne ferons pas l’approximation courante de considérer le neutralino
comme un pur bino, car certaines configurations avec une petite composante higgsino peuvent
avoir un intérêt dans le calcul de la densité relique (voir chapitres suivants et l’étude dans la
région focus point du CMSSM).
9.2.2 Désintégration à trois corps
La production de paires de quark-antiquark est obtenue par la désintégration à trois corps du
neutralino. Les processus dominants sont ceux de la figure Fig. 9.13 avec échange d’un photon
ou d’un boson Z virtuel. Les autres diagrammes sont négligeables, en particulier, ceux avec un
higgs sont supprimés à cause de la faible composante higgsino du neutralino χ01.
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FIG. 9.13 – Diagrammes de Feynman contribuant à la désintégration à trois corps du neutralino
en gravitino et paire qq¯
L’estimation du rapport d’embranchement hadronique par Feng et Roszkowski [176, 177] suit
la même procédure que pour le stau. Le bosonZ et le boson de higgs sont considérés on-shell, la
largeur de désintégration à deux corps est multiplée par le rapport d’embranchement hadronique
du boson
Bhad(χ→ G˜qq¯) = Γ(χ→ G˜Z)B(Z → qq¯)
Γtot
+
Γ(χ→ G˜h)B(h→ qq¯)
Γtot
+Bvirthad (9.47)
avec B(Z → qq¯) ≃ 0.7 et B(h → qq¯) ≃ 0.9. Un terme supplémentaire est ajouté pour
prendre en compte les processus virtuels Bvirthad = 10−3. L’énergie hadronique est estimée à
(2/3)(mχ −m3/2) pour mχ −m3/2 ≫ mZ .
Nous avons suivi une procédure de calcul du rapport d’embranchement et de l’énergie hadro-
nique équivalente à la méthode de Steffen pour le stau. Le rapport d’embranchement de la
désintégration à trois corps avec échange d’un boson Z ou un photon est maintenant calculé
directement avec une coupure sur la masse invariante de la paire quark-antiquark mqq¯ ≥ mcutqq¯
Bhad(χ→ G˜qq¯;mcutqq¯ ) =
Γ(χ→ G˜qq¯;mcutqq¯ )
Γ(χ→ G˜X) (9.48)
avec X = γ, Z, h et la largeur partielle de la désintégration à trois corps est
Γ(χ→ G˜qq¯;mcutqq¯ ) =
∫ mχ−m3/2
mcutqq¯
dmqq¯
dΓ(χ→ G˜qq¯)
dmqq¯
(9.49)
avec l’énergie hadronique
Ehad =
1
Γ(χ→ G˜qq¯)
∫ mχ−m3/2
mcutqq¯
dmqq¯mqq¯
dΓ(χ→ G˜qq¯)
dmqq¯
(9.50)
Les figures 9.14 donnent les rapports d’embranchement hadronique en fonction de la masse du
neutralino pour des masses de gravitino m3/2 = 1 GeV et m3/2 = 230 GeV.
L’estimation de l’énergie donnée par Feng est correcte dans le régime indiqué mais sous-estime
néanmoins l’énergie totale car elle ne prend pas en compte la contribution du photon qui est
dominante pour mχ −m3/2 ≪ mZ et qui contribue en partie pour mχ −m3/2 > mZ .
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FIG. 9.14 – Largeur de désintégration du neutralino NLSP χ → G˜qq¯ dans CMSSM pour
tan β = 10, A0 = 0 et m3/2 = 1 GeV (à gauche) et m3/2 = 230 GeV (à droite)
À grand tanβ, le rapport d’embranchement est sensiblement le même, car la dépendance prin-
cipale dans les paramètres du modèle du processus Fig. 9.13 vient de la masse du neutralino
7.26. La masse est quasiment égale à M1, et ainsi dépend principalement de m1/2, la correction
dépendant de tan β est négligeable.
La figure de droite illustre la suppression du rapport d’embranchement à cause d’un gravitino
élevé pour de faibles masses de stau. Il est à noter que pour des masses élevées devant la masse
du gravitino et du boson Z, le rapport d’embranchement est quasiment constant.
9.3 GMSB
Les largeurs de désintégration calculées dans le cadre du GMSB sont sensiblement similaires
à celles dans le cadre du CMSSM avec un gravitino léger. La masse du gravitino est donc
négligeable et le résultat indépendant de m3/2.
La différence principale vient de l’influence des paramètres GMSB sur la nature de la NLSP. Le
tableau 9.1 résume les situations possibles pour différentes valeurs de tanβ, N et masses des
messagers. De façon globale, le neutralino est la NLSP pour N = 1 et pour de grandes valeurs
de masses de messagers. Ce qui se voit assez clairement à partir de la relation éq. (9.2). Ces
tendances se retrouvent un peu moins à grande valeur de tan β. en effet, le mélange τ˜L − τ˜R
augmente avec tan β, le stau peut alors être la NLSP pour des valeurs de N plus petites.
Les figures 9.15 donnent les rapports d’embranchement hadronique pour plusieurs choix de
paramètres. dans toutes les figures, on a Λ = 5.104 − 5.106 GeV. La première figure 9.15(a)
correspond à tan β = 10 et N = 1, plusieurs masses de messagers sont utilisées Mmess ∈
[106, 1011] GeV. Le neutralino est quasiment toujours la NLSP, la largeur de désintégration est
similaire à celle du CMSSM (figure 9.14(a)) pour des petites masses de gravitino et ne dépend
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tan β = 10 tanβ = 50
Mmess N = 1 N = 2 N = 1 N = 2
5× 106 97χ 9χ 62χ 4χ
3τ˜ 91τ˜ 27τ˜ 92τ˜
1× 1011 100χ 100χ 74χ
15τ˜ 96τ˜
TAB. 9.1 – NLSP dans le GMSB pour différentes valeurs de paramètres sur 100 spectres pris
avec Λ ∈ [5× 104, 5× 106] GeV.
pas de la masse des messagers. La figure 9.15(b) a comme paramètres tanβ = 10 et N = 2
et les mêmes masses de messagers que la figure précédente. Le stau est la NLSP pour les plus
petites masses de messager et le neutralino pour les plus grandes. Les résultats sont similaires
à ceux du CMSSM (pour le stau, comparable à 9.7(a)). Dans la figure 9.15(c), nous avons fixé
une seule masse de messager Mmess = 5 × 106 GeV pour illustrer le fait que pour tanβ = 50
et N = 1, la nature de la NLSP dépend de la valeur de Λ dans l’intervalle considéré. En effet,
le stau est la NLSP pour les plus petites et les plus grandes valeurs de Λ tandis que le neutralino
est la NLSP pour les valeurs intermédiaires de Λ d’où l’aspect discontinu des courbes. Cet effet
se retrouve pour les autres masses de messagers considérées, mais les transition de NLSP se
font à d’autres valeurs de Λ. En particulier, si Mmess augmente le neutralino reste la NLSP pour
des valeurs de Λ plus grandes. La figure 9.15(d) correspond à tanβ = 50 et N = 2, le stau est
quasiment toujours la NLSP. On observe que pour des masses de messagers Mmess > 107 GeV,
le rapport d’embranchement diminue.
Pour conclure l’étude du GMSB, pour une NLSP donnée et sa masse donnée, les résultats sur
le rapport d’embranchement sont sensiblement similaires à ceux du CMSSM. La différence
principale vient surtout de l’influence des paramètres sur la nature de la NLSP.
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FIG. 9.15 – Rapport d’embranchement hadronique dans le modèle GMSB Λ = 5.104 −
5.106 GeV. En (a), tanβ = 10, N = 1 et Mmess ∈ [106, 1011] GeV ; en (b), tanβ = 10,
N = 2 et Mmess ∈ [106, 1011] GeV ; en (c), tanβ = 50, N = 1 et Mmess = 5 × 106 GeV ; en
(d), tanβ = 50, N = 2 et Mmess ∈ [106, 1011] GeV
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Chapitre 10
Densité relique de gravitino
Dans les scénarios étudiés, le gravitino est la LSP. Il est stable et électriquement neutre et donc
potentiellement un bon candidat pour la matière noire. La densité relique de matière noire est
connue avec une grande précision (en supposant toutefois un modèle ΛCDM pour la composi-
tion de l’Univers) grâce aux résultats de l’étude du fond diffus cosmologique par les satellites
COBE et WMAP. Nous calculons la densité relique de gravitino avec pour objectif de reproduire
toute la matière noire. La densité relique de gravitino a deux composantes venant des différents
modes de production du gravitino. La contribution thermique a été présentée au chapitre 8, les
gravitinos sont produits lors de réactions de diffusion dans le plasma pendant la période de
réchauffage post-inflationnaire. La contribution non-thermique est celle qui nous intéresse prin-
cipalement dans ce chapitre. Dans le cadre de ce mécanisme, les gravitinos sont produits lors de
réactions de désintégration de la NLSP, dont les processus sont décrits au chapitre 9. Nous nous
plaçons dans le cas où la désintégration des particules supersymétriques en NLSP est rapide,
ne laissant que la NLSP dans le plasma lorsque celle-ci commence à se désintègrer et on sup-
pose également que la température de freeze-out de la NLSP est grande devant la température à
laquelle la NLSP se désintègre. Comme les largeurs de désintégration au gravitino sont suppri-
mées par la masse de Planck, les particules se désintègrent préférentiellement en NLSP plutôt
qu’en gravitino. Chaque NLSP produit exactement un gravitino, il est donc possible de relier la
densité relique non-thermique de gravitino à la densité relique de la NLSP. On a la relation :
nNLSP = n3/2 (10.1)
Ce qui est équivalent à la relation entre les densités comobiles
YNLSP = Y3/2 (10.2)
Comme ΩNLSP = ρNLSP/ρc et ρNLSP = mNLSPnNLSP = mNLSPY s
ΩNLSPh
2 = 2.73× 1011YNLSP
(mNLSP
1 TeV
)
(10.3)
ce qui donne la relation suivante entre les densité reliques
ΩNTP
G˜
h2 =
mG˜
mNLSP
ΩNLSPh
2 (10.4)
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L’hypothèse de conservation de R-parité est importante car cela assure la stabilité du gravitino
mais également exclut des processus de désintégration de la NLSP directement en particules du
modèle standard.
Pour étudier la production non-thermique du gravitino, on étudie donc la densité relique de la
NLSP. Cette densité relique est calculée avec micrOMEGAs [15] interfacée avec SuSpect [157].
Nous avons deux NLSP possibles, le neutralino et le stau. Dans le cas neutralino NLSP, cela
revient à considérer une utilisation assez classique de micrOMEGAs avec des modèles sans
gravitinos et neutralino LSP. Dans le cas stau NLSP, il faut noter que cela revient pour micrO-
MEGAs à calculer la densité relique d’une particule LSP électriquement chargée, ce qui est
moins courant comme situation, la matière noire devant être électriquement neutre (néanmoins
certaines études existent avec de la matière noire chargée [76] et plus récemment [191]). Nous
étudions la densité relique de la NLSP dans le CMSSM et GMSB avec une attention particulière
portée sur l’effet des différents paramètres des modèles. Une dernière section présente la pos-
sibilité d’obtenir la densité relique de matière noire pour le gravitino à partir du seul processus
non-thermique puis avec ajout de la composante thermique.
La densité relique de la NLSP est également importante pour la nucléosynthèse primordiale, elle
donne l’abondance de particules se désintégrant pendant la BBN. C’est un paramètre essentiel
du chapitre suivant.
10.1 Densité relique de neutralino
Le calcul de la densité relique a beaucoup été étudié [169, 168, 13, 192, 193, 194, 195], le
neutralino étant susceptible d’être lui-même un candidat possible à la matière noire.
Plus d’une centaine de processus 2 → 2 interviennent dans le calcul de la densité relique pre-
nant en compte les annihilations du neutralino et les co-annihilations. Il est donc nécessaire
d’utiliser un logiciel comme micrOMEGAs, qui fait appel au code de génération automatique
des éléments de matrice CalcHEP. La section efficace d’annihilation du neutralino est alors cal-
culée et on obtient la densité relique du neutralino en utilisant l’équation (1.62) du chapitre 1.
La densité relique a été calculée dans le CMSSM et GMSB (après avoir adapté l’interface entre
micrOMEGAs et SuSpect pour le GMSB qui n’existait pas dans la version 1.3.7 de micrOME-
GAs).
La figure 10.1 montre les régions où la densité relique de neutralino est compatible avec les
résultats de WMAP pour la densité relique de matière noire. On distingue plusieurs régions de
l’espace des paramètres :
- région bulk : à faiblem0, la masse du neutralino est de l’ordre de 100 GeV, en considérant
des interactions électrofaibles pour le neutralino, on obtient une densité relique proche de
Ωχh
2 ∼ 0.1 ;
- région focus point : à grandes valeurs de m0, le neutralino a une composante higgsino
substantielle, les processus d’annihilation χ0χ0 →W+W− et χ0χ0 → ZZ avec échange
de boson de Higgs de l’annexe B.4 (diagrammes 99 et 101) deviennent importants, la
section efficace totale augmente et la densité relique de neutralino diminue et devient
compatible avec WMAP ;
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FIG. 10.1 – Densité relique de neutralino (rouge) et stau (vert) compatible avec les résultats
WMAP à 3σ ΩNLSPh2 = 0.105+0.027−0.030 pour la densité relique de matière noire
- région de coannihilation : la masse du stau est proche de celle du neutralino, des processus
de coannihilation (voir annexe B.2) deviennent importants et diminuent la densité relique
du neutralino
- région funnel : à grand tan β, elle correspond à mχ = mA0/2, on obtient des résonances
dans les processus d’annihilation avec échange d’un Higgs pseudo-scalaire. (diagrammes
71 et 74)
Dans toute cette étude la masse du top a été prise égale à mtop = 174 GeV. Certaines régions
comme le focus point sont très sensibles à la masse du top. Un choix différent de masse, comme
175 GeV déplace cette région vers des valeurs dem0 beaucoup plus importantes (∼ 6000 GeV).
Ces régions correspondent à des régions intéressantes pour la résolution du problème de lithium-
7 dans le cas de gravitinos légers comme nous le verrons au chapitre suivant. En effet, si la
densité relique de neutralino est très grande, les effets de la désintégration de la NLSP sur
la nucléosynthèse seront trop importants et produiront des abondances incompatibles avec les
contraintes observationnelles (en particulier un excès de 4He).
La figure 10.2 permet de comparer la densité relique de neutralino obtenue dans le CMSSM
et le GMSB avec tan β = 10 et µ > 0 (A0 = 0 pour le CMSSM et N = 1 pour le GMSB).
Les situations sont très différentes, on observe une forte corrélation dans le cas du GMSB qui
n’existe pas dans le CMSSM. Dans les deux modèles, les scans ont été effectués sur deux pa-
ramètres, m0 et m1/2 pour le CMSSM, Λ et Mmess pour le GMSB. En fait le spectre de masses
dans le GMSB dépend peu de la masse des messagers, d’un point de vue cosmologique, on
peut donc considérer qu’il n’y a qu’un seul paramètre qui est l’échelle de brisure Λ. On ob-
tient la densité relique de matière noire pour un neutralino d’environ 100 GeV dans le GMSB.
Dans le CMSSM, les possibilités sont plus importantes, pour mχ ∼ 100 GeV, on va corres-
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FIG. 10.2 – Densité relique du neutralino, quasi pur bino, à gauche CMSSM, à droite dans
GMSB
pondre à la région bulk. On peut avoir un neutralino plus lourd qui correspondrait à la région de
coannihilation satisfaisant à la densité relique de matière noire.
10.2 Densité relique du stau
Quand la température de l’Univers est de l’ordre de la masse du stau, le stau NLSP est la seule
particule supersymétrique à l’équilibre thermique avec les particules du modèle standard. Il
devient non-relativiste quand T ≤ mτ˜ . Les annihilations de paires en particules du modèle
standard entraîne une décroissance exponentielle de la densité de staus. Le stau découple quand
T ≃ mτ˜/20 et la densité relique de stau se fige.
De façon générale, la densité relique du stau est faible comparée à la densité relique du neutra-
lino, à cause d’une section efficace plus importante car le stau est une particule chargée et donc
est sensible à des réactions électromagnétiques. La figure 10.1 montre la région où le stau a une
densité relique compatible avec WMAP. La densité relique augmente avec la masse du stau, on
trouve dans la littérature des relations analytiques entre la densité comobile et la masse du stau,
tel que [196, 84]
Yτ˜ ≃ (8− 16)× 10−14
( mτ˜1
100 GeV
)
(10.5)
ce qui donne une densité relique
Ωτ˜h
2 = (2.2− 4.4)× 10−1
( mτ˜1
1 TeV
)2
(10.6)
qui est valide pour le cas τ˜1 ≃ τ˜R et tanβ < 30.
Un code comme micrOMEGAs prend en compte un nombre important de processus d’annihila-
tion et coannihilation du stau et permet de calculer de façon générale la densité relique du stau
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FIG. 10.3 – Densité relique du stau, à gauche CMSSM, à droite dans GMSB
indépendamment du mélange τ˜L − τ˜R et de tanβ. Les diagrammes principaux des processus
sont reproduits dans l’annexe B. La figure 10.3 donne la densité relique du stau dans le cas CM-
SSM et GMSB avec tan β = 10 et µ > 0 (A0 = 0 pour le CMSSM et N = 2 pour le GMSB).
Les résultats sont compatibles dans les deux modèles avec la relation analytique de l’éq. (10.6).
Néanmoins l’expression analytique, éq. (10.6) n’est pas valable à grand tanβ. La densité relique
diminue quand tanβ augmente, comme illustré par la figure 10.4 comparée à la figure 10.3.
Cela s’explique par le fait que des processus d’annihilation du type τ˜ τ˜ ∗ → hh et τ˜ τ˜ ∗ → WW
deviennent importants. D’autres effets sont à l’origine d’une déviation à la formule analytique
[197, 198] tel que des effets de résonances du higgs lourd quand mτ˜ = 0.5mH ou les effets dûs
au mélange τ˜L− τ˜R. Ces effets ont été étudiés en détails et seront plus amplement discutés dans
[185].
10.3 Coannihilation
Nous avons porté une attention particulière à la région de coannihilation avec le stau. La fi-
gure 10.5 montre l’évolution de la densité relique dans le CMSSM en fixant arbitrairement
m1/2 = 2000 GeV. L’abscisse est exprimée en fonction du rapport mχ/mτ˜ pour indiquer la dé-
générescence de masse entre les deux particules. Pour un rapport inférieur à 1, le neutralino est
la NLSP. Loin de la région de coannihilation, la densité relique est relativement importante puis
chute fortement quand les masses deviennent proches. Du côté du stau NLSP (mχ/mτ˜ > 1),
l’effet est inverse, la dégénérescence des masses entraîne une augmentation de la densité relique
du stau. Ces effets s’expliquent en comparant les sections efficaces qui sont par ordre croissant
d’intensité, les sections efficaces d’annihilation du neutralino, de coannihilation stau-neutralino
et d’annihilation du stau. Ces dernières sont les plus importantes car les staus sont des particules
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FIG. 10.4 – Densité relique du stau dans le CMSSM, à tan β = 50
chargées et ont donc des interactions électromagnétiques.
Dans le cas du neutralino, quand la différence de masse avec le stau devient faible, les coanni-
hilations deviennent importantes, le nombre total de degrés de liberté pertinents augmente avec
la présence des staus mais cela est compensé par une section efficace totale plus importante, ce
qui réduit la densité relique des neutralinos. Pour le stau, l’effet est inverse, le nombre de degrés
de liberté augmente mais la section efficace totale n’est pas augmentée. La densité relique de
stau augmente en présence de coannihilation.
Le stau peut également présenter des coannihilations avec les autres sleptons si la différence
de masse est faible. Dans le GMSB, les sleptons sont presque dégénérés car les masses softs
à l’échelle messager dépend uniquement des nombres quantiques. La levée de dégénérescence
vient des couplages de Yukawa. Ceux du sélectron et du smuon sont considérés comme nuls
tandis que celui du stau apporte une contribution négative impliquant que le stau est le plus léger
des sleptons. Dans le CMSSM, les masses sont également proches et la coannihilation entre
sleptons peut être importante. Ces coannihilations vont également donner des densités reliques
du stau plus importantes. Pour être plus précis, la densité relique calculée est la somme des
densités reliques de tous les sleptons. Mais cela est équivalent pour le calcul de la densité relique
de gravitino. Il est à noter que si la différence de masse entre sleptons interdit cinématiquement
la désintégration µ˜(e˜ → τ˜ τ¯ e, les sleptons se désintègrent directement en gravitino. Cet effet
devrait être pris en compte pour la nucléosynthèse primordiale, car la désintégration du smuon
et du sélectron sont purement électromagnétiques contrairement au stau. Cet effet ne change
pas beaucoup les résultats et est négligé dans cette étude.
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10.4 Gravitino, matière noire
La densité relique non-thermique du gravitino est reliée à la densité relique de la NLSP par
l’équation (10.4). L’abondance est proportionnelle à la masse du gravitino et la densité relique
de la NLSP. Plus le gravitino est lourd plus son abondance sera importante.
Dans le GMSB avec stau NLSP, il est difficile de reproduire la densité relique de matière noire
du fait d’un gravitino très léger et une densité relique de stau faible. Dans le CMSSM, à tanβ =
10, pour des masses de stau comprises entre ∼ 500 et ∼ 2000 GeV et des gravitinos lourds de
respectivement 500 et 100 GeV, il est possible d’obtenir la bonne densité relique. Lorsque
tan β = 50, la densité relique du stau est trop basse pour présenter des solutions à la matière
noire.
Pour le neutralino NLSP, la situation dans le CMSSM permet facilement d’obtenir la bonne
densité relique avec un neutralino de l’ordre de ∼ 100 GeV, une densité relique Ωχh2 ≃ 1 et
m3/2 ≃ 10 GeV. Il existe également des solutions dans le GMSB avec un gravitino de masse
m3/2 = 1 − 10 GeV et un neutralino de l’ordre du TeV avec une densité relique très grande
(Ωχ ∼ 10).
Il va être donc possible d’obtenir l’abondance relique de matière noire avec le gravitino dans le
CMSSM ou dans le GMSB. Nous montrons dans le chapitre suivant qu’il est également possible
dans le cas d’un stau NLSP d’obtenir la densité relique de matière noire donnée par WMAP et
résoudre simultanément les problèmes du lithium-6 et lithium-7.
Nous avons dans cette étude négligé la production thermique de gravitino. Cela est possible
si la température de réchauffage est faible (inférieure à T . 106 GeV). Certains phénomènes
cosmologiques posent des contraintes sur la température de réchauffage. Par exemple la ba-
ryogenèse par leptogenèse nécessite des températures de réchauffage importantes, de l’ordre
de TR ∼ 109 GeV. Si l’Univers a connu une période d’inflation avec une température de
réchauffage requise par la leptogenèse, la production de gravitino est importante et doit être
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prise en compte1. Le calcul de la production thermique de gravitino a été présentée au cha-
pitre 8, nous utilisons ici le résultat de l’étude de Rychkov et Strumia pour la densité relique
thermique de gravitino, éq. (8.16). La figure 10.6 donne la densité relique de gravitino dans
le cas d’un stau NLSP en fonction de la masse du stau. En bleu, la production non-thermique
seule et en noir la somme des contribution thermique et non-thermique, les figures 10.6(a) et
10.6(b) correspondent à une masse de gravitino de 90 GeV et une température de réchauf-
fage de TR = 106 GeV et TR = 108 GeV respectivement. Les figures 10.6(c) et 10.6(d)
sont données pour les mêmes températures mais une masse de gravitino m3/2 = 10 GeV.
Sur la figure 10.6(a), la contribution thermique est négligeable. Comme la contribution ther-
mique ΩTP ∝ m−13/2 et la contribution non-thermique ΩNTP ∝ m3/2, la densité totale est plus
importante dans le cas 10.6(c) et totalement dominée par la contribution thermique alors que
la température de réchauffage est également à TR = 106 GeV. De plus, ΩTP ∝ TR, ce qui
se comprend assez simplement, plus la température du bain est importante plus la production
thermique de gravitino est efficace.
La production thermique dépend principalement de trois paramètres TR, m3/2 et m1/2 exprimé
ici par la masse du stau. La sensibilité à ces trois paramètres peut amener rapidement à pro-
duire une densité relique qui excède la densité relique de matière noire. Ceci impose de fortes
contraintes sur la température de réchauffage. La figure 10.7 donne les limites sur la tempéra-
ture de réchauffage en fonction de la masse du stau pour différentes masses de gravitino. Les
lignes correspondent à une densité relique compatible avec WMAP, Ω3/2h2 ≃ 0.1. On retrouve
le comportement de l’équation (8.16).
1Cela suppose également un scénario du Big Bang standard sans injection tardive d’entropie possible par
exemple dans des modèles GMSB avec désintégration de particules messagères produites pendant le réchauffage
si TR > Mmess [182], nous considérons cette situation jamais effective dans cette étude.
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FIG. 10.6 – Densité relique du gravitino dans le cas d’un stau NLSP. La production non-
thermique est indiquée en bleu, et la densité relique totale (non-thermique + thermique) en
noir, les figures du haut correspondent à une masse de gravitino de 90 GeV, celles du bas à
m3/2 = 10 GeV, les figures de gauche ont une température de réchauffage de TR = 106 GeV,
celles de droite TR = 108 GeV
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Chapitre 11
Résoudre les problèmes du lithium et la
matière noire
Ce chapitre utilise tous les éléments décrits dans les sections précédentes pour étudier la possi-
bilité d’obtenir la bonne abondance pour le lithium-6, le lithium-7 et également le béryllium-9.
Nous étudions parallèlement la possibilité d’obtenir une contribution à la matière noire sous la
forme de gravitinos produits par désintégration de la NLSP.
Dans un premier temps, nous rappelons les contraintes de la nucléosynthèse primordiale et dé-
finissons les combinaisons d’abondances qui nous intéressent pour résoudre les problèmes du
lithium. Nous présentons ensuite les conditions générales sur la densité relique, le rapport d’em-
branchement hadronique et la durée de vie de la NLSP qui permettent par une méthode simple
de déterminer les masses de NLSP et gravitino qui apporteront des solutions aux problèmes du
lithium. Nous appliquerons ces résultats aux cas du stau et du neutralino NLSP. Et enfin, nous
aborderons la même étude en considérant une masse de gravitino arbitraire dans les modèles
GMSB et CMSSM.
11.1 Contraintes de la nucléosynthèse primordiale
La nucléosynthèse primordiale est décrite en détails au chapitre 2. Nous rappelons ici dans le
tableau 11.1 les abondances des différents éléments légers issues des prédictions de la SBBN
et des observations. Il est clair que la SBBN est un modèle relativement satisfaisant parve-
nant à reproduire les abondances du deutérium, de l’hélium-3 et de l’hélium-4. Mais le tableau
souligne qu’il existe un problème pour le lithium-6, le lithium-7 et le béryllium-9. La discus-
sion du chapitre 2 montre qu’il n’est pas clair si les différences entre la théorie et les obser-
vations proviennent de la SBBN, des observations ou d’une évolution post-BBN mal comprise
dans laquelle des processus de destruction et/ou de production participent à modifier l’abon-
dance primordiale. La découverte du plateau du lithium-7 semble être une bonne indication que
l’abondance du lithium dans les étoiles de Population II est primordial. Lorsque l’on suppose
que les désaccords entre la SBBN et les observations proviennent d’une description de la nu-
cléosynthèse primordiale inparfaitement reproduite par la SBBN, il est nécessaire d’envisager
des scénarios au delà de la SBBN.
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Element SBBN Observations références(D
H
)
(2.60± 0.16)× 10−5 (2.68+0.27−0.25)× 10−5 [35, 34](
3He
H
)
(1.05± 0.04)× 10−5 (1.1± 0.2)× 10−5 [36]
Yp 0.2487± 0.0006 0.242± 0.002 [39, 34](
6Li
H
)
10−14 − 10−15 (3− 5)× 10−12 [47](
7Li
H
)
(4.26+0.91−0.86)× 10−10 (1.2− 1.9)× 10−10 [42, 43, 44, 45, 46, 47](
9Be
H
)
< 10−17 10−14 − 10−13 [68, 69, 70]
TAB. 11.1 – Abondance des éléments légers prédits par la SBBN et les résultats des obser-
vations mettant en évidence un bon accord pour les éléments avec A ≤ 4 mais de grandes
incompatibilités pour les éléments A > 4
Nous supposons l’existence de particules reliques instables se désintégrant pendant et après
la nucléosynthèse primordiale. Dans le cadre de scénarios supersymétriques avec un gravitino
LSP et R-parité conservée, la particule se désintégrant pendant la BBN est la NLSP. deux can-
didats NLSP sont possibles dans des modèles CMSSM et GMSB : le stau ou le neutralino. Les
paramètres de la désintégration comme les rapports d’embranchement hadronique et électroma-
gnétique ainsi que les énergies des cascades ont été calculées au chapitre 9 et la densité relique
de la NLSP est donnée au chapitre 10. Des simulations numériques permettent de résoudre les
équations de Boltzmann pour les espèces présentes dans le plasma (éléments légers, éléments
légers en état liés, particules reliques) pendant la nucléosynthèse primordiale et calculent les
abondances des éléments légers obtenues à la fin de la BBN.
Dans ce chapitre, nous étudions différents ensembles de contraintes sur les abondances per-
mettant de résoudre le problème du lithium-6, du lithium-7 ou les deux. Nous donnons pour
l’ensemble du chapitre le choix des couleurs dans les figures :
- Contraintes minimales portant sur l’hélium-4, le deutérium et 3He/D qui sont vérifiées
systématiquement dans les cas mentionnés ci-dessous
- Yp ≤ 0.258
- 1.2 · 10−5 ≤ D/H ≤ 5.3 · 10−5
-
3He/D ≤ 1.72
- Cas SBBN (bleu gris)
- 2.5 · 10−10 ≤ 7Li
-
6Li/7Li ≤ 0.001
- Le problème du lithium-6 est résolu par désintégration de la NLSP, le lithium-7 est résolu
par d’autres mécanismes astrophysiques (vert)
- 2.5 · 10−10 ≤ 7Li
- 0.015 ≤ 6Li/7Li ≤ 0.66
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- Le problème du lithium-7 est résolu par désintégration de la NLSP, le lithium-6 est résolu
par d’autres mécanismes astrophysiques (rouge)
- 8.5 · 10−11 ≤ 7Li ≤ 2.5 · 10−10
-
6Li/7Li ≤ 0.015
- Les deux problèmes du lithium sont résolus simultanément par la désintégration de la
NLSP (bleu foncé)
- 8.5 · 10−11 ≤ 7Li ≤ 2.5 · 10−10
- 0.015 ≤ 6Li/7Li ≤ 0.15
- Contraintes pour le béryllium
- 2 · 10−14 ≤ 9Be ≤ 2 · 10−13
11.2 Construire un modèle générique
Il est utile pour la suite de commencer par dériver des résultats génériques sur les abondances
du lithium en fonction de certains paramètres du modèle. Cela permet d’identifier rapidement
les différents scénarios possibles.
Les grandeurs les plus importantes dans la désintégration de la particule relique sont la densité
relique ΩNLSPh2, le rapport d’embranchement hadronique Bhad et la durée de vie τNLSP de la
NLSP. Les désintégrations électromagnétiques ne sont importantes que pour des durées de vie
de la NLSP très grandes, non considérées ici.
Si la NLSP est électriquement neutre, les résultats dépendent du produit ΩNLSPh2Bhad. La fi-
gure 11.1 montre les contraintes qu’il est possible de dériver de façon générique en supposant
qu’une particule de 1 TeV se désintègre directement en une paire qq¯ avec une probabilité Bhad.
Cette figure présente trois zones distinctes, pour des durées de vie de la NLSP τ < 103 s et
10−4 . ΩNLSPh2Bhad . 0.1, il est possible de résoudre le problème du lithium-7 (rouge). La
limite à ΩNLSPh2Bhad ≃ 0.1 est donnée par la limite Yp ≤ 0.258 sur l’abondance d’hélium-4.
L’enveloppe supérieure de la région rouge est déterminée par D/H ≤ 5.3 · 10−5 tandis que
l’enveloppe inférieure est donnée par 7Li/H > 2.5 · 10−10. Pour des durées de vies supérieures
à τ & 103 s, il existe des solutions pour le lithium-6 avec 10−6 . ΩNLSPh2Bhad . 2 · 10−4.
Pour des durées de vie de l’ordre de 103 s, il est possible d’obtenir les bonnes abondances pour
les deux isotopes du lithium.
La contrainte sur le deutérium peut être considérée comme trop prudente, la limite à D/H =
4·10−5 est donc également mentionnée. Avec cette contrainte plus sévère, il est toujours possible
de résoudre les deux problèmes du lithium mais pas simultanément.
Deux scénarios sont utilisés pour illustrer les prédictions possibles d’un tel diagramme. Les
points bleus correspondent à un neutralino NLSP d’une masse égale à 1 TeV dans GMSB avec
un gravitino m3/2 = 100 MeV. Les points gris correspondent à un scénario CMSSM avec un
stau NLSP avec mτ˜ = 1 TeV et un gravitino m3/2 = 50 GeV. Dans le premier scénario, il
est possible de résoudre le problème du lithium-7 avec une durée de vie τ ∼ 100 − 400 s
et ΩNLSPh2Bhad ≃ 10−2. Cela est assez simple à réaliser avec le neutralino, car le rapport
162 11. RÉSOUDRE LES PROBLÈMES DU LITHIUM ET LA MATIÈRE NOIRE
10-1
10-2
10-3
10-4
10-5
10-6
105104103102 τ (sec)
Ω X
h2
B
h
D/H > 4× 10−5
Yp > 0.258
FIG. 11.1 – Espace des paramètres ΩNLSPh2Bhad en fonction de τNLSP, la zone rouge résoud le
problème du lithium-7, la verte le lithium-6 et la région bleue résoud les deux problèmes. Deux
limites Yp ≤ 0.258 et D/H = 4·10−5 sont également réprésentées. Les points gris correspondent
à des staus NLSP dans le CMSSM avec un gravitino de masse m3/2 = 50 GeV et les points
bleus sont des neutralinos dans le GMSB avec un gravitino de masse m3/2 = 100 MeV.
d’embranchement est relativement grand Bhad ∼ 0.1 et la densité relique peut également être
très grande. Cependant, il n’est pas possible de résoudre le lithium-6, car pour de grandes durées
de vie, la désintégration de neutralino produit un fort excès de lithium-6. Dans le cas du stau,
les points passent très proches de la région bleue, il semble donc possible pour une durée de
vie τ ≃ 1000 s et ΩNLSPh2Bhad ≃ 2 · 10−4 de résoudre les deux problèmes du lithium. Il est
également possible de résoudre uniquement le lithium-7 avec τ ∼ 400 s et ΩNLSPh2Bhad ≃
10−3.
Dans le cas d’une NLSP électriquement chargée comme le stau, les effets des états liés sont im-
portants pour une durée de vie τ > 5×103 s. La production de lithium-6 devient très importante
ce qui impose des contraintes sur ΩNLSPh2 plus fortes à grandes durées de vie que dans le cas
d’une NLSP neutre. La figure 11.2 montre les contraintes dans le cas d’une NLSP chargée. Il
faut noter que l’ordonnée est maintenant ΩNLSPh2, le rapport d’embranchement hadronique est
fixé à Bhad = 10−4. La région rouge est sensiblement la même que celle du cas NLSP neutre.
La région verte est beaucoup plus basse. Sur la figure, la région compatible avec l’abondance
de béryllium-9 prise dans comme 2 · 10−14 ≤ 9Be ≤ 2 · 10−13 est également indiquée. Cette
abondance ne peut être produite par les seules désintégrations hadroniques de la NLSP, ce sont
les réactions de catalyse par les états liés qui produisent le béryllium dans ces proportions. La
région de production du béryllium-9 est en grande partie compatible avec celle du lithium-6.
Et la zone où les deux problèmes du lithium sont résolus semble aussi pouvoir résoudre le pro-
blème du béryllium. Il est à noter que le béryllium-9 est sujet à beaucoup d’incertitudes. Les
limites sont donc données à simple titre indicatif. Il est cependant intéressant de voir que les
trois problèmes d’abondances pourraient être résolus simultanément.
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FIG. 11.2 – Espace des paramètres ΩNLSPh2 en fonction de τNLSP pour Bhad = 10−4, la zone
rouge résoud le problème du lithium-7, la verte le lithium-6 et la région bleue résoud les deux
problèmes. La limite D/H = 4 · 10−5 est également réprésentée. Les lignes en pointillés in-
diquent les limites de la région du béryllium.
L’étude de la nucléosynthèse primoriale dans le cadre de particules reliques se désintégrant en
gravitino LSP a été beaucoup étudié [73, 174, 71, 175, 74, 176, 178, 177, 199, 64, 183, 89].
Notre travail refait une analyse de ces scénarios avec les résultats les plus récents dans le cadre
de la nucléosynthèse primordiale, les taux de réactions les plus actualisés pour la SBBN (en
particulier ceux de la réaction n + p → D + γ) et les calculs exacts des taux de réactions des
états liés de Kamimura et al. [97]. Nous avons également calculé les largeurs de désintégration
hadroniques par la méthode de Steffen [183] en utilisant le calcul complet sur les polarisations
du gravitino et en incluant d’autres processus que ceux d’échange d’un photon ou d’un boson
Z virtuel. La méthode a également été étendue au cas du neutralino NLSP. Enfin les énergies
hadroniques ont également été calculées par la méthode de Steffen mais nous avons également
mis en place une procédure d’estimation de cette énergie plus réaliste.
Les figures génériques 11.1 et 11.2 avec l’étude des densités reliques des NLSP (chapitre 10)
et la durée de vie et rapport d’embranchement hadroniques des NLSP (chapitre 9) suggèrent
également la possibilité de résoudre le problème du lithium-6 pour un stau NLSP avec un gra-
vitino léger typique du GMSB et résoudre le problème du lithium-7 pour un neutralino NLSP
et un gravitino également de masse typique du GMSB. Les outils mis en place peuvent égale-
ment traiter les scénarios GMSB nous permettant d’étudier l’ensemble des situations présentes
sur les figures génériques. Nous allons maintenant étudier les différentes NLSP et les possibles
résolutions des problèmes du lithium.
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11.3 Stau NLSP
11.3.1 Gravitino lourd
Nous avons décidé de considérer des gravitinos de m3/2 ≥ 10 GeV comme typiques du CM-
SSM et des gravitinos de m3/2 ≤ 10 GeV comme typiques du GMSB. Les résultats pour un
gravitino lourd sont donnés dans les figures 11.3 et 11.4. La première figure donne les solutions
pour les problèmes du lithium dans le plan m0 −m1/2 avec tanβ = 10, A0 = 0 et µ > 0. On
trouve trois régions vérifiant le problème du lithium-6 (vert), du lithium-7 (rouge) et des deux
simultanément (bleu). Il est à noter que pour un couple (m0-m1/2), plusieurs masses de gravitino
peuvent donner des solutions différentes, par exemple pour m0 = 256 GeV-m1/2 = 4203 GeV,
et un gravitino m3/2 = 100 GeV on résoud lithium-7 et m3/2 = 145 GeV on résoud les deux
problèmes du lithium. La dépendance de la masse du stau enm0 est relativement faible et dépen-
dant principalement de m1/2 pour des valeurs de m0 petites. La dépendance en m0 commence
à intervenir à proximité de la frontière avec le neutralino NLSP. La masse du stau (à une masse
de gravitino donnée) donne la durée de vie du stau qui est un des paramètres cruciaux étudiés
dans la section précédente. Ainsi, les limites des régions suivent les masses des staus et sont
donc quasiment indépendantes de m0 et quasiment verticales. Cette figure est directement com-
parable avec les figures de l’article [199]. Nous n’avons pas fait le choix de relier la masse du
gravitino aux paramètres du CMSSM et avons procédé à un scan relativement fin sur la masse
du gravitino prenant des valeurs entre 10 et 500 GeV. Nous obtenons une région bleue sensi-
blement plus large que celle de [199], mais globalement les résultats sont proches. Sur la figure,
nous avons également représenté les contraintes LEP sur la masse du chargino mχ± > 94 GeV
et indiqué des limites pour différentes masses du boson de Higgs léger.
La figure 11.4 représente les spectres précédents dans le plan de la densité relique (uniquement
non-thermique) du gravitino en fonction de la durée de vie du stau. On retrouve les régions
rouge, bleu et vert de la figure précédente. Nous avons également indiqué une région magenta
correspondant à une zone où le lithium-6 est produit en quantité trop importante. La région
hachurée indique la zone compatible avec l’abondance de béryllium-9, qui ne peut être produit
que par les réactions de catalyse avec états liés. Pour les durées de vie, on retrouve les résultats
du modèle générique, c’est-à-dire résolution du lithium-7 pour des durées de vie τ < 2 · 103 s,
résolution du lithium-6 pour τ > 2 · 103 s et résolution des deux problèmes pour τ ≃ 2 · 103 s.
On retrouve également les contraintes du deutérium et du lithium-7 formant l’enveloppe de la
région rouge. La contrainte sur l’hélium-4 devrait apparaître pour des densités relique beaucoup
plus grandes que 1 puisque le rapport d’embranchement hadronique typique du stau est de
l’ordre de Bhad ∼ 10−3.
On représente également sur cette figure la densité relique de matière noire à 1σ mesurée par
WMAP. Il est possible de résoudre simultanément le lithium-7 et avoir toute la densité relique
de matière noire à partir de la production non-thermique de gravitino. Mais il est également
possible de satisfaire la densité relique de matière noire et les deux problèmes de gravitino. Il
correspond à des gravitinos de l’ordre de 175 − 190 GeV et des staus NLSP avec une masse
d’environ 1600 − 1700 GeV et une durée de l’ordre de 103 s. Ce résultat est assez surprenant
car il n’était pas une exigence première de l’étude.
Les points de la zone bleue vérifiant les contraintes WMAP doivent être étudiés avec une at-
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FIG. 11.3 – Résultats satisfaisant aux contraintes BBN dans le CMSSM avec un gravitino lourd
et un stau NLSP dans le plan m0 −m1/2. Le code de couleur est donné dans la section 11.1.
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FIG. 11.4 – Densité relique de gravitino en fonction de la durée de vie du stau et les résultats
BBN dans le CMSSM avec un gravitino lourd et un stau NLSP. En plus des régions rouge
(7Li), verte (6Li) et bleue (7Li+6Li), figurent également une région magenta indiquant un fort
excès de lithium-6, une région hachurée compatible avec l’abondance observée de béryllium-9.
Certaines limites BBN sont également indiquées ainsi que la densité relique de matière noire
donnée par WMAP.
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tention toute particulière car ils sont très sensibles à l’abondance de deutérium et sont proches
de la limite D/H > 5.3 · 10−5. Le rapport d’embranchement dans notre étude est plus impor-
tant que dans [199], on s’attend donc à une production de deutérium plus efficace donnant des
contraintes plus fortes sur Ωτ˜h2 et donc sur Ω3/2h2. Cet effet est contrebalancé par une valeur
de Ehad plus faible induisant un impact plus faible sur l’abondance des éléments.
Toujours pour étudier la sensibilité de la région bleue avec la densité relique de WMAP, il est
important de noter que certains taux de réactions importants pour la SBBN peuvent avoir des
incertitudes expérimentales de l’ordre de 10% entrainant des incertitudes sur les abondances
calculées. Par exemple, avant une mise à jour du taux de réaction du processus n+ p→ D+ γ,
nous n’obtenions aucun point bleu compatible avec WMAP. Les données les plus récentes sur
ce processus ont permis de calculer un taux de réaction corrigé avec une meilleure précision
[50]. De la même façon, le calcul des taux de réactions des processus avec état lié dans le cadre
de l’approximation de Born posaient problème car il était connu que l’approximation n’était pas
valide pour la plupart de ces processus. Les calculs exacts de Kamimura et al. [97] ont également
permis de réduire les incertitudes. Enfin, un dernier point source de possibles incertitudes sur les
abondances a été souligné dans la section 9.1.3 et concerne l’estimation de l’énergie hadronique.
L’effet du traitement réaliste de l’énergie hadronique sur les abondances des éléments légers se
manifeste en particulier par une réduction de l’abondance de deutérium et une augmentation de
l’abondance de lithium-7. Cela est illustré sur la figure 11.5 avec une cinquantaine de points
choisis dans la région vérifiant la densité relique de WMAP 0.07 ≤ Ω3/2h2 ≤ 0.13, pour deux
masses de gravitinos dem3/2 = 175 GeV etm3/2 = 145 GeV. Les triangles verts correspondent
aux abondances obtenues à partir de l’énergie hadronique de l’équation (9.26), la moyenne sur
la masse invariante de la paire qq¯ tandis que les points noirs correspondent aux abondances
pour le traitement réaliste de l’énergie hadronique. Comme l’abondance de deutérium dans le
cas réaliste est plus faible, cela va donner des contraintes moins fortes et repousser la limite
D/H > 5.3 · 10−5 vers des densités Ω3/2h2 plus grandes. Cela devrait autoriser une extension
de la région bleue pour des densités reliques plus importantes, assurant qu’une incertude sur les
taux de réaction ne pourra pas complètement éliminer la région bleue compatible avec WMAP.
Pour le lithium, l’effet est inverse, le traitement réaliste produit plus de lithium-7, on s’attend
donc à voir la limite 7Li > 2.5 · 10−10 se décaler vers des densités reliques plus grandes.
Nous montrons sur Fig. 11.6 les contraintes de différentes abondances pour le deutérium,
6Li/7Li, 7Li et 9Be sur la densité relique dans le cas d’un stau NLSP. Les zones colorées sont
les zones exclues par différentes valeurs d’abondance. Les contraintes du rapport 6Li/7Li et de
9Be sont très similaires, elles sont principalement données par la formation des états liés de
l’hélium-4 avec le stau vers 104 s. La combinaison des différentes contraintes laisse une très pe-
tite zone possible aux alentours de τ = 103 s et pour une densité relique légèrement inférieure à
celle de la matière noire donnée par WMAP indiquée par la zone délimitée par les lignes noires.
Nous avons également étudié les effets sur la BBN en prenant une grande valeur de tan β. Les
figures 11.7 correspondent aux figures 11.3 et 11.4 pour tanβ = 50. Le premier effet sur le
spectre de masse de grand tan β est d’avoir un stau NLSP pour de plus grandes valeurs de
m0, cet effet étant surtout important à petit m1/2. La figure dans le plan m0 − m1/2 montre
qu’il existe un grand espace des paramètres permettant la résolution du problème du lithium-
6. Les régions de résolution du lithium-7 et des deux problèmes ont totalement disparu. Cela
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FIG. 11.5 – Abondances du deutérium (figure de gauche) et du lithium (figure de droite) pour
une cinquantaine de points avec m3/2 = 175 GeV ou m3/2 = 145 GeV et une densité relique
proche de WMAP. Les triangles verts ont été calculés avec l’énergie hadronique prise comme
la moyenne de la masse invariante de la paire qq¯ et les points noirs ont été calculés avec le
traitement réaliste de l’énergie hadronique décrit au chapitre 9
s’explique par le fait que l’augmentation de tanβ n’influe pas sur le rapport d’embranchement
hadronique (voir figure 9.7), seule la contribution des diagrammes avec échange d’un boson de
Higgs sont augmentés mais restent sous-dominant. Par contre tan β a un effet important sur la
densité relique, qui est plus basse quand tanβ augmente (voir la discussion de la section 10.2).
Donc avec un Bhad qui varie peu et une densité relique fortement réduite, il n’est plus possible
de résoudre le problème du lithium-7.
Les figures montrent tout de même quelques points qui vérifient les deux problèmes ou juste
le lithium-7, bien mis en évidence sur la figure 11.7(b). Ils correspondent à des points de
coannihilation avec le neutralino avec une masse de stau mτ˜ ≃ 1700 GeV et des gravitino
m3/2 ≃ 175 − 205 GeV. La densité relique est donc augmentée pour atteindre des valeurs de
l’ordre de Ωτ˜h2 ∼ 0.5.
Aussi bien à tan β = 10 ou tan β = 50, la région donnant la bonne abondance de lithium-
7 a une densité relique de gravitino inférieure à celle nécessaire pour donner toute la densité
relique de matière. Il est toujours possible de rajouter la contribution thermique (voir chapitre 8.
Les figures 11.8 illustrent l’ajout d’une composante thermique à la densité relique de gravitino
avec une température de réchauffage négligeable 11.8(a) (figure équivalente à Fig. 11.3), puis
TR = 10
6 GeV (Fig. 11.8(b)), TR = 107 GeV (Fig. 11.8(c)) et TR = 108 GeV (Fig. 11.8(d)).
De façon générale, la densité relique de gravitino augmente avec la température de réchauffage,
la production thermique étant d’autant plus efficace que la température est élevée. De plus, on
voit que les points correspondant à des masses de gravitino les plus faibles (ceux de plus basse
densité relique sur Fig. 11.3 ont des contribution thermique plus importantes que les points avec
une masse de gravitino plus importante. Ce résultat était déjà analysé au chapitre 10 où nous
notions que ΩTP3/2h2 ∝ m−13/2.
Ces figures permettent également d’estimer une limite maximale sur la température de réchauf-
fage lorsqu’on veut résoudre les problèmes du lithium et obtenir la densité relique de matière
noire à partir du gravitino. Ainsi, jusqu’à TR = 107 GeV, il est possible d’obtenir la matière
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FIG. 11.6 – Contraintes des éléments légers sur la densité relique non-thermique du gravitino
et la durée de vie du stau NLSP dans le CMSSM avec tan β = 10. Contraintes des abondances
du 2H (a) (rouge foncé 2H/H > 4.5× 10−5, puis 2H/H > 4.0× 10−5 et 2H/H > 3.5× 10−5),
6Li/7Li (b) (bleu foncé 6Li/7Li > 3, puis 6Li/7Li > 0.15 et 6Li/7Li > 0.015), 7Li (c) (vert
foncé 7Li/H > 3 × 10−10 puis 7Li/H > 2 × 10−10) et 9Be (d) (orange 9Be/H > 10−13
puis 9Be/H > 10−14). Les lignes noires donnent la zone compatible avec la densité relique de
matière noire donnée par WMAP
170 11. RÉSOUDRE LES PROBLÈMES DU LITHIUM ET LA MATIÈRE NOIRE
 (GeV)1/2m
210 310
 
(G
eV
)
0
m
210
310
 
(G
eV
)
0
m
(a)
 (s)τ
210 310 410 510
2 h
G
Ω
-410
-310
-210
-110
1
2 h
G
Ω
(b)
FIG. 11.7 – Figures équivalentes à Fig. 11.3 et Fig. 11.4 mais pour tanβ = 50.
noire et les deux isotopes du lithium. A TR = 2 · 107 GeV, il n’est possible d’avoir que des
solutions WMAP+6Li. Pour des températures plus importantes, la densité relique de gravitino
devient largement plus importante que la densité relique de matière noire.
11.3.2 Gravitino léger
L’étude générique au début de ce chapitre suggère aussi des possibilités intéressantes pour un
stau NLSP avec un gravitino léger (m3/2 . 10 GeV). Nous avons donc calculé des spectres
dans le cadre du GMSB où les masses de gravitino peuvent être très faibles. Pour avoir des staus
NLSP, à tanβ = 10, nous prenons le nombre de messagers N = 2, la masse des messagers
Mmess = 5 ·106 GeV, et Λ ∈ [5 ·104, 5 ·106] GeV. Les résultats sont donnés dans le plan m3/2−
mNLSP , figure 11.9. La région bleu gris correspond aux contraintes SBBN qui sont vérifiées
pour un grand espace de paramètres. Avec ce choix de paramètres, le neutralino peut également
être la NLSP, il sera discuté dans la section suivante. Dans la région stau NLSP, il est possible
de résoudre le problème 6Li pour des masses de gravitino de 1 à 10 GeV. En baissant Mmess,
il est possible d’avoir des staus NLSP plus légers et donc des solutions 6Li pour des gravitinos
un peu plus légers m3/2 = 0.5− 1 GeV. La densité relique de gravitino correspondante est très
faible de l’ordre de Ω3/2h2 = 10−4 − 10−3. Une contribution thermique peut être ajoutée mais
du fait que ΩTP3/2h2 ∝ m−13/2, la température de réchauffage maximale sera relativement basse
(voir Fig. 10.7). Dans le GMSB, si la température de réchauffage est supérieure à la masse des
messagers, il est possible de produire les messagers dans des proportions importantes avec une
densité supérieure à la densité critique. Il est possible d’éviter ce problème en supposant les
messagers instables. Leur désintégration produit une forte injection d’entropie dans l’Univers
qui entraine une dilution de la densité relique des gravitinos produits pendant la période de
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FIG. 11.8 – Densité relique de gravitino en fonction de la durée de vie du stau NLSP en prem-
nant en compte la contribution non-thermique et la composante thermique pour des température
de réchauffage négligeable (a), TR = 106 GeV (b), TR = 107 GeV (c) et TR = 108 GeV (d).
172 11. RÉSOUDRE LES PROBLÈMES DU LITHIUM ET LA MATIÈRE NOIRE
 (GeV)NLSPm
210 310
 
(G
eV
)
G~
m
−310
−210
−110
1
10
 
−
5
 
10
×
D/
H>
5.3
−
5
 
10
×
D/
H<
1.2
 NLSPτ∼ NLSPχ
 
(G
eV
)
G~
m
FIG. 11.9 – Résultats BBN dans le plan m3/2 −mNLSP pour GMSB avec N = 2, tanβ = 10,
Mmess = 5 · 106 GeV, la région bleue correspond aux conditions SBBN. La région stau NLSP
présente des solutions 6Li et la région neutralino NLSP des solutions 7Li
réchauffage [182]. De tels scénarios ne sont pas considérés dans notre étude ce qui impose que
TR . Mmess.
11.4 Neutralino NLSP
Le neutralino NLSP permet de résoudre le problème du lithium-7 avec un gravitino léger ty-
pique du GMSB. Quelques solutions sont présentées sur les figures 11.9, 11.10(a) et 11.10(b).
Les trois figures sont faites à tan β = 10 et Λ ∈ [5 · 104, 5 · 106] GeV. La figure 11.9 correpond
aux paramètres N = 2 et Mmess = 5·106 GeV, la figure 11.10(a) N = 1 et Mmess = 5·106 GeV
et la figure 11.10(b) N = 1 et Mmess = 1011 GeV. Sur la première figure la NLSP est majo-
ritairement le stau mais il existe des solutions neutralino dont une part donne une solution 7Li.
Dans les deux autres cas, le stau n’est pas la NLSP (ou pour très peu de points non représentés).
La région intéressante correspond à des gravitinos de l’ordre de 0.1 GeV et des masses de neu-
tralino mχ ∼ 100 GeV. La région neutralino est principalement contrainte par l’abondance de
deutérium et aussi par l’abondance d’hélium-4. La forme de cette dernière est assez particulière.
Quand la masse du neutralino augmente pour une masse de gravitino donnée, la durée de vie du
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FIG. 11.10 – Solutions BBN pour neutralino NLSP dans le GMSB avec les paramètres N = 2
et Mmess = 5 · 106 GeV (11.9) et N = 1 et Mmess = 1011 GeV (11.10(b)).
neutralino diminue. Dans la région exclue, la durée de vie est de l’ordre de la seconde, or une
désintégration de NLSP vers une seconde produit, entre autres, des mésons dont les réactions
d’échange de charge transformant des protons en neutrons sont particulièrement efficaces aux
alentours de la seconde. L’augmentation de l’abondance de neutrons entraine une surproduction
d’hélium-4, d’où l’exclusion de cette zone. Cette zone n’existe plus pour des masses de gravi-
tino plus faibles car pour avoir une durée de vie de l’ordre de la seconde, le neutralino doit être
plus léger, ce qui correspond à un espace de paramètres où la densité relique de neutralino est
plus faible et donc l’impact de la désintégration du neutralino est moins forte sur les abondances
des éléments légers ce qui n’entraîne pas une surabondance d’hélium-4.
11.5 Masse de gravitino arbitraire
Le choix de la masse du gravitino distinguant les modèles GMSB des modèles CMSSM a été
prise arbitrairement à 10 GeV. Ce choix est motivé par les arguments suivants : dans le CMSSM,
la masse du gravitino est le l’ordre de l’échelle de brisure électrofaible et dans le GMSB la masse
des gravitino est très légère. Cependant, il n’est pas clair que la masse du gravitino ne puisse
pas être relativement importante dans un modèle GMSB (voir par exemple [200] qui prend des
masses de gravitino O(100) GeV dans un modèle particulier de médiation de jauge) ou très
légère dans le CMSSM. Nous avons donc décidé de façon générique de faire varier la masse
du gravitino indépendamment du modèle. Les figures 11.11 montrent la comparaison entre les
résultats dans le CMSSM et le GMSB pour des masses de gravitinos comprises entre 10 MeV et
100 GeV avec un stau NLSP en prenantA0 = 0 pour le CMSSM,N = 2 etMmess = 5·106 GeV
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pour le GMSB. Les résultats sont relativement similaires mettant en évidence que le mécanisme
de transmission de la brisure de la supersymétrie agit très peu sur les résultats cosmologiques de
cette étude. Nous pouvons néanmoins souligner que la comparaison des figures montre qu’il est
possible d’avoir des solutions lithium-7 pour des masses de gravitino un peu plus légères dans le
GMSB que dans le CMSSM. Mais d’un point de vue qualitatif, il y a un bon accord des résultats.
La comparaison peut être faite également sur les neutralino dans le CMSSM et dans GMSB
avec N = 1, les résultats sont également très proches. Cela provient principalement du fait
que les résultats de la BBN dépendent principalement de la durée de vie de la NLSP, le rapport
d’embranchement et la densité relique de la NLSP. Ces grandeurs dépendent quasiment pas des
détails du spectre de masses supersymétriques et sont pour la plupart équivalentes dans les deux
modèles. Ainsi pour une masse de gravitino et de NLSP donnée, les grandeurs pertinentes pour
la BBN seront les mêmes dans les deux modèles.
Pour finir cette étude avec un choix arbitraire de masse du gravitino, nous représentons les
modèles CMSSM avec une masse de gravitino prise entre 10 MeV et 500 GeV dans le planm0−
m1/2, voir Fig. 11.12. Les résultats pour le stau ont été présentés précédemment à l’exception
de la région verte à petite valeurs de m1/2 correspondant à de petites masses de gravitino. Pour
le neutralino, nous savons que la masse de gravitino doit être légère et la densité relique du
neutralino est faible dans trois régions caractéristiques : le bulk, la région de coannihilation et le
focus point. Et la figure montre qu’effectivement le problème du lithium-7 est résolu dans ces
trois régions pour des masses de gravitino 0.01 ≤ m3/2 ≤ 0.1 GeV dans le bulk, 0.1 ≤ m3/2 ≤
1 GeV dans le focus point et 0.1 ≤ m3/2 ≤ 6.5 GeV dans la zone de coannihilation.
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FIG. 11.11 – Comparaison entre les modèles CMSSM (a) et (c) et les modèles GMSB (b) et (d)
pour des gravitinos de masses entre 10 MeV et 100 GeV.
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FIG. 11.12 – Résultats pour le lithium dans le CMSSM avec une masse de gravitino arbitraire
prise entre 10 MeV et 500 GeV représentés dans le plan m0 − m1/2. Le code de couleur est
donné dans la section 11.1.
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Chapitre 12
Le gravitino au collisionneur
La recherche de la supersymétrie dans les expériences en collisionneur est un des objectifs prin-
cipaux du futur accélérateur Large Hadron Collider LHC au CERN et également de l’International
Linear Collider ILC. De nombreuses études ont également été réalisées au LEP et au Tevatron.
Ces expériences n’ont pas permis de mettre en évidence l’existence de la supersymétrie mais
ont pu néanmoins mettre des contraintes sur les spectres supersymétriques sous la forme de
limites inférieures sur la masse de certaines particules comme le chargino, le neutralino et les
sleptons.
La recherche de scénarios avec gravitino LSP est particulièrement intéressante du fait de si-
gnaux relativement atypiques aussi bien pour le stau NLSP que pour le neutralino NLSP. Ce
signal est également différent selon la durée de vie de la NLSP, celle-ci pouvant se désintégrer
dans le détecteur ou à l’extérieur.
Nous présentons dans ce chapitre les résultats de différentes études dans la littérature sur de tels
scénarios. Ce chapitre est motivé par l’importance cruciale de la recherche de la supersymétrie
en collisionneurs et en particulier la recherche des scénarios avec gravitino LSP. En effet, ces
analyses sont complémentaires de notre étude de problèmes cosmologiques comme la matière
noire ou la nucléosynthèse primordiale. La découverte de particules supersymétriques au LHC
ou à l’ILC permettra de mesurer les masses de la LSP, de la NLSP et peut être d’autres particules
du spectre supersymétrique. Ces résultats permettront par exemple de calculer la durée de vie
de la NLSP. Sous certaines conditions, les études aux collisionneurs permettront de déterminer
certaines grandeurs cosmologiques comme la densité relique de matière noire, la température
de réchauffage [201, 202, 95] ou la masse de Planck de façon microscopique [188].
Si la supersymétrie existe et l’énergie disponible dans les collisions est suffisamment importante
(grande devant les masses des particules supersymétriques), il devrait être possible de produire
des particules supersymétriques. Celles-ci sont instables et suivant une chaîne de désintégration
vont produire la NLSP qui se désintégrera en LSP dans le détecteur si la durée de vie de la
NLSP est brève ou en dehors du détecteur dans le cas contraire. Comme dans le reste de notre
étude, on suppose la conservation de la R-parité.
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12.1 Stau NLSP
L’étude d’une NLSP chargée est particulièrement prometteuse et a suscité de nombreuses études
[203, 204, 205, 206, 207, 208, 188, 176, 209, 210, 211, 212, 213].
Dans le cas du LHC, les particules entrant en collisions sont des protons. Les réactions prin-
cipales sont de type interaction forte entre quarks ou gluons. La production de particules su-
persymétriques se fait principalement sous forme de squarks ou gluinos qui se désintègrent
rapidement suivant une chaîne de désintégration jusqu’à la NLSP. La chaîne de désintégration
se déroule rapidement, on peut donc supposer que le stau est créé au centre de la collision. La
durée de vie du stau dépend de sa masse et de celle du gravitino. Si elle est courte, il peut se
désintégrer dans le détecteur en émettant un gravitino, totalement invisible dans les détecteurs
et un lepton tau
τ˜ → τG˜ (12.1)
On obtient comme signal deux taus acoplanaires (la collision produit nécessairement deux
chaînes de désintégration de particules supersymétriques à cause de la conservation de la R-
parité) et de l’énergie manquante.
Les durées de vie du stau intéressantes pour les problèmes du lithium sont très grandes pour
des expérience en collisionneur. Ce type de stau est donc méta-stable pour les expériences en
collisionneur. Comme le stau est une particule chargée, il laisse une trace tel un muon très massif
dans les détecteurs [203, 204, 206]. Le signal du stau peut être distingué de celui d’un muon
par son pouvoir ionisant très important et son temps de vol qui est important car le stau est lent
par rapport à un muon se déplaçant quasiment à la vitesse de la lumière [203, 204, 206, 208].
La mesure de la vélocité βτ˜ = vτ˜/c et de l’impulsion pτ˜ permettent de calculer la masse du
stau suivant la relation mτ˜ = pτ˜
√
1− β2/β [208]. La plupart des staus vont se désintégrer
à l’extérieur du détecteur. Si une certaine part des staus se désintègrent dans le détecteur, il
est possible d’utiliser une méthode statistique pour déterminer la durée de vie du stau [208]
et ainsi déduire la masse du gravitino en utilisant l’équation 9.4. Si la durée de vie est très
grande la méthode précédente n’est pas applicable. Certaines études [214, 209, 210, 211, 213]
ont proposé d’obtenir la durée de vie du stau en plaçant un matériau bloquant en dehors du
détecteur et mesurer les émissions de tau signalant la désintégration du stau dans ce matériau.
Ces études estiment qu’il sera possible de piéger de l’ordre de O(103 − 105) staus par an dans
1-10 kilotonne de matériau placé autour des détecteurs du LHC et de l’ILC [209, 210].
Le couple (mτ˜ , ττ˜ ) permet de déterminer la masse du gravitino et poser des contraintes sur les
scénarios de la BBN. Par exemple, une grande durée de vie du stau supérieure à 5 × 103 s
serait incompatible avec la CBBN induisant une surproduction de 6Li (sauf si la densité relique
de stau est très faible). Une telle mesure de la durée de vie du stau impliquerait une histoire
thermique non standard de l’Univers avec injection d’entropie [215, 83, 84] ou une températrue
de réchauffage très basse [86].
L’obtention de la masse du stau et du gravitino permettront également de déterminer une borne
supérieure sur la température de réchauffage.
La production du stau dépend principalement de sa masse. Un stau de l’ordre de 200 GeV sera
produit en grande quantité au LHC dont l’énergie dans le centre de masse de la collision proton-
proton est de l’ordre de
√
s = 14 TeV et également à l’ILC dont l’énergie dans le centre de
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masse de la collision électron-positron est
√
s = 0.5 TeV pour la phase 1 puis
√
s = 1 TeV
pour la phase 2. Des staus avec une masse supérieur au TeV seront difficilement produits au
LHC, il sera donc impossible d’étudier ce type de scénarios.
12.2 Neutralino NLSP
Seuls les neutralinos avec une courte durée de vie peuvent être étudiés au LHC. En effet des
neutralinos avec une courte durée de vie se désintègrent principalement en gravitino (énergie
manquante pour le détecteur) et en photon. La durée de vie du neutralino est suffisamment
importante pour que le neutralino s’éloigne du centre d’interaction. Le photon issu de sa désin-
tégration est alors non-pointant, c’est à dire que la direction qu’il suit ne passe pas par le centre
d’interaction. Ce signal est caractéristique de ce scénario [216, 217]. Ces articles présentent
des méthodes pour calculer la masse du neutralino et du gravitino par des considérations de
cinématique.
Si la durée de vie du neutralino est grande, celui-ci se désintègre en dehors du détecteur sans
laisser de trace dans le détecteur, il est totalement invisible. C’est le cas pour les scénarios
pertinents pour la nucléosynthèse primordiale. Ces scénarios ont également l’inconvénient de
présenter une ambiguïté entre les cas où le gravitino est LSP avec neutralino NLSP des cas avec
directement le neutralino LSP.
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Conclusion
En un siècle de développement, la cosmologie moderne, amorcée avec la relativité générale
d’Albert Einstein en 1915, nous offre une image relativement satisfaisante de l’Univers, sa
structure, sa composition et son évolution. Le scénario standard du Big Bang et différentes
observations suggèrent que l’Univers est composé principalement d’énergie noire et de matière,
cette dernière regroupant la matière baryonique et la matière noire. Malgré les succès de la
théorie du Big Bang, quelques questions restent en suspens dans l’attente du développement de
modèles théoriques plus satisfaisants ou d’observations plus précises permettant de confirmer
ou infirmer certaines hypothèses comme la nature de l’énergie noire, l’origine de l’asymétrie
baryonique,. . .
Le travail présenté dans ce manuscript se concentre sur deux problèmes liés au secteur de la ma-
tière. Le premier concerne la nucléosynthèse primordiale et la production des éléments légers
dans les premières secondes de l’Univers. Le modèle standard associé aux mesures de la densité
de baryons à partir des anisotropies du fond diffus cosmologique par le satellite WMAP per-
mettent de déterminer l’abondance des éléments légers. Les prédictions théoriques sont en bon
accord avec les observations pour des éléments ayant moins de quatre nucléons, par contre pour
le lithium-6, le lithium-7 et le béryllium-9, il y a un désaccord important qui est difficilement
explicable par des incertitudes sur les observations ou des mécanismes uniquement astrophy-
siques. Le second problème abordé dans cette thèse est lié à la nature de la matière noire. De
nombreuses observations indépendantes permettent de conclure que cette matière noire est de
nature non-baryonique mais ne peut être composée de particules issues du modèle standard de
la physique des particules. Elle est donc constituée de particules exotiques issues de théories au
delà du modèle standard.
Dans le cadre d’une extension élégante du modèle standard, la supersymétrie, il est possible de
résoudre ces deux problèmes séparément ou simultanément selon les choix fait sur le modèle.
L’étude a été faite dans des modèles spécifiques, où la transmission de la brisure de la super-
symétrie se fait par interaction gravitationnelle (CMSSM) ou par interaction de jauge avec un
secteur messager (GMSB). Dans les deux cas, nous avons imposé que la particule la plus légère
est le gravitino qui est un candidat potentiel à la matière noire. La deuxième particule la plus
légère est le stau ou le neutralino. La désintégration de cette particule en gravitino pendant la
nucléosynthèse primordiale permet de modifier les abondances des éléments et obtenir des ré-
sultats compatibles avec les observations. Ce travail nécessite de calculer un certain nombre de
grandeurs comme la densité relique du stau ou du neutralino, ses largeurs de désintégration et
les énergies associées ainsi que la densité relique du gravitino. Ce type d’analyses existe déjà
dans la littérature. La nouveauté de mon étude est multiple, d’une part le choix de travailler dans
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un modèle spécifique amène à avoir des effets qui n’apparaissent pas toujours dans des études
modèles indépendantes. J’ai étudié en détails ce type d’effets importants pour la compréhension
des processus dans les calculs de la densité relique du stau ou du neutralino et les largeurs de
désintégration. L’étude dans le cadre du GMSB n’avait jamais été fait, là encore, il était im-
portant d’étudier les effets des différents paramètres du modèles sur les grandeurs pertinentes.
Enfin, j’ai attaché un soin particulier à utiliser les résultats les plus récents dans le calcul des
largeurs de désintégration comme les processus de désintégration à quatre corps pour les désin-
tégrations hadroniques ou la prise en compte des processus avec échange de boson W ou boson
de Higgs, le calcul de la densité relique thermique du gravitino ou prendre en compte les effets
des états liés dans le calcul des abondances des éléments légers. De plus, j’ai regardé les effets
fins d’un calcul réaliste de l’énergie hadronique sur l’abondance des éléments légers dans des
régions de l’espace des paramètres très sensibles aux contraintes observationnelles.
Au cours de ce travail, j’ai pu mettre en évidence la possibilité de résoudre le problème du
lithium-6, du lithium-7 et de la matière noire dans différents scénarios. Dans le GMSB, la dés-
intégration du neutralino pendant la nucléosynthèse primordiale peut résoudre le problème du
lithium-7 alors que la désintégration du stau permet d’obtenir la bonne abondance de lithium-6.
Dans le CMSSM, le scénario où le stau est la deuxième particule du spectre supersymétrique est
particulièrement intéressant pour la cosmologie car il peut résoudre indépendamment les deux
problèmes du lithium, mais il peut simultanément résoudre les problèmes du lithium et donner
une densité relique de gravitino égale à celle de la matière noire avec ou sans la contribution
thermique.
La fin de cette thèse coïncide avec le démarrage du LHC, le Large Hadron Collider, accélé-
rateur de protons atteignant une énergie de 14 TeV dans le centre de masse. Les découvertes
potentielles de cet accélérateur de particules sont particulièrement nombreuses et présentent
beaucoup d’espoir pour la communauté des physiciens. Le LHC découvrira-t-il le boson de
Higgs ? la supersymétrie ? des dimensions supplémentaires ou quelque chose de totalement in-
attendu ? De façon claire, mon travail de thèse est complémentaire d’études en collisionneurs,
les contraintes sur la masse du gravitino et des autres particules permettant de résoudre les di-
vers problèmes abordés ici peuvent être potentiellement testés au LHC. Il était donc intéressant
de voir de quelle façon, les scénarios avec un gravitino et un stau ou un neutralino peuvent être
détectés et lesquels peuvent réellement être observés, car une masse de stau trop élevé comme
dans le cas du CMSSM ne sont pas très favorables à une détection au LHC.
Le tableau suivant résume les différents modèles possibles en fonction de la masse du gravi-
tino et la nature de la NLSP. Certains de ces modèles permettent de résoudre les anomalies
du lithium-6 ou -7 ou les deux et permettent d’obtenir à partir de la seule contribution non-
themrique la bonne densité relique de matière noire (en rajoutant la composante themrique,
cela permet de résoudre plus facilement le problème de la matière noire). La dernière colonne
indique s’il sera possible de produire la NLSP au LHC.
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Gravitino NLSP 7Li 6Li ΩDMh2 collisionneurs
léger stau 8 4 8 4
neutralino 4 8 8 4
lourd stau 4 4 4 8
neutralino 8 8 4 8
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Annexe A
Conventions et constantes
Unités
Concernant les unités, nous utilisons la convention des unités "naturelles" où la vitesse de la
lumière, la constante de Planck et la constante de Boltzmann sont égales à 1
c = ~ = kB = 1 (A.1)
Pour les applications numériques, un raisonnement aux dimensions permet de réintroduire ces
constantes.
Algèbre de Poincaré
On note xµ (µ = 0, 1, 2, 3) les coordonnées d’espace-temps. Une transformation de Poincaré
P est une transformation de Lorentz Λ suivie d’une translation a. Alors la transformation de
Poincaré appliquée aux coordonnées est
x′µ = Λµνx
ν + aµ (A.2)
où Λ la transformation de Lorentz avec
det Λ = +1 Λ00 > 1 (A.3)
Les générateurs du groupe de Poincaré sont les six générateurs Mµν du groupe de Lorentz et
les quatre générateurs P µ du groupe des translations.
L’algèbre de Poincaré vérifie
[P µ, P ν] = 0 (A.4)[
Mµν , P λ
]
= i(ηνλP µ − ηµλP ν) (A.5)
[Mµν ,Mρσ] = i(ηνρMµσ + ηµσMνρ − ηµρMνσ − ηνσMµρ) (A.6)
avec le choix de métrique de Minkowski
ηµν = ηµν = diag(1,−1,−1,−1) (A.7)
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Spineurs
Le spineur de Weyl décrit une particule de spin 1/2 et de chiralité donnée, c’est un spineur à
deux composantes. Un spineur ψα (α = 1, 2) est par convention de chiralité gauche, le spineur
droit est noté χ¯α˙.
On définit les symboles de Levi-Civita antisymétriques à deux dimensions
ǫαβ = ǫα˙β˙ =

 0 1
−1 0

 ǫαβ = ǫα˙β˙ =

0 −1
1 0

 (A.8)
Ces symboles permettent de monter ou abaisser les indices des spineurs de Weyl
ψα = ǫαβψβ ψ¯
α˙ = ǫα˙β˙ψ¯β˙ (A.9)
Les spineurs anticommutent
{ψ, χ} = {ψ¯, χ¯} = {ψ, χ¯} = 0 (A.10)
On définit
ψ¯α˙ = (ψα)
∗ = (ψα)† χα = (χ¯α˙)∗ = (χ¯α˙)† (A.11)
La sommation sur les spineurs est obtenue en considérant que les spineurs anticommutent
ψχ = ψαχα = −ψαχα = χαψα = χψ (A.12)
ψ¯χ¯ = ψ¯α˙χ¯
α˙ = −ψ¯α˙χ¯α˙ = χ¯α˙ψ¯α˙ = χ¯ψ¯ (A.13)
Les matrices de Pauli sont
σ0 = σ¯0 =

 1 0
0 1

 σ1 = −σ¯1 =

 0 1
1 0

 (A.14)
σ2 = −σ¯2 =

 0 −i
i 0

 σ3 = −σ¯3 =

 1 0
0 −1

 (A.15)
σµ = (σ0, ~σ) (A.16)
σ¯µ = (σ0,−~σ) = σµ (A.17)
Les matrices prennent les indices
σµ = σµ
αβ˙
σ¯µ = σ¯µα˙β (A.18)
On a {
σi, σj
}
= δijI2 (A.19)
Comme les matrices de Pauli vérifient la relation
(σµσ¯ν + σν σ¯µ)βα = 2η
µνδβα (A.20)
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on en déduit
Tr [σµσ¯ν ] = 2ηµν (A.21)
Le spineur de Dirac ΨD est un spineur à 4 composantes construit à partir de deux spineurs de
Weyl
ΨD =

ψα
χ¯α˙

 (A.22)
On définit les matrices de Dirac γµ vérifiant
{γµ, γν} = 2ηµν (A.23)
dans la représentation de Weyl
γµ =

 0 σµ
σ¯µ 0

 (A.24)
On définit
γ5 = γ
5 = iγ0γ1γ2γ3 = − i
4!
ǫµνρσγµγνγργσ =

−I2 0
0 I2

 (A.25)
avec le tenseur totalement antisymétrique pris dans la convention
ǫ0123 = −ǫ0123 = 1 (A.26)
Dans cette représentation, les deux composantes supérieures de ΨD ont une chiralité gauche
notées ψα tandis que les deux composantes inférieures ont une chiralité droite notées χ¯α˙. On
définit deux projecteurs
PL =
(1− γ5)
2
PR =
(1 + γ5)
2
(A.27)
En applicant ces projecteurs sur le spineur de Dirac, on sépare les composantes gauche et droite
ΨL = PLΨD ΨR = PRΨD (A.28)
On
ΨL =

ψα
0

 ΨR =

 0
χ¯α˙

 (A.29)
L’adjoint du spineur de Dirac est noté
Ψ¯D = Ψ
†
Dγ0 =
(
χα ψ¯α˙
)
(A.30)
On définit le conjugué de charge ΨcD du spineur de Dirac
ΨcD = CΨ¯
T
D =

χα
ψ¯α˙

 (A.31)
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avec
C =

ǫαβ 0
0 ǫα˙β˙

 (A.32)
Le spineur de Majorana ΨM est un spineur de Dirac vérifiant la relation
ΨM = CΨ¯
T
M (A.33)
Ce qui implique que
ψα = χα (A.34)
Le spineur de Majorana ΨM s’écrit à partir d’un unique spineur de Weyl
ΨM =

ψα
ψ¯α˙

 (A.35)
Valeurs numériques
Les mesures expérimentales et observationnelles sont données avec des marges d’erreurs. Ces
marges d’erreurs sont données avec une probabilité ou un degré de confiance (confidence le-
vel CL en anglais) qui représente la probabilité que la mesure soit contenue dans cet intervalle
d’erreur. Ces probabilités s’expriment en terme de pourcentage ou en terme d’écart-type σ de la
distribution de probabilité. Une erreur à 1σ signifie que pour un grand nombre de répétition de la
mesure, les résultats se trouvent 68.3% du temps à moins d’un écart-type de la valeur moyenne,
le degré de confiance est de 68.3%. Des erreurs à 2σ et à 3σ correspondent respectivement à un
degré de confiance de 95.4% et 99.7%.
Quelques valeurs numériques utiles [30, 4, 20] sont données dans le tableau suivant (pour les
données cosmologiques, les résultats de WMAP sont combinés aux résultats sur les supernovae
Ia et les oscillations baryoniques acoustiques dans un modèle ΛCDM)
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Constante symbole valeur
vitesse de la lumière c 299792458 m.s−1
constante de Planck réduite ~ 1.05× 10−34 J.s = 6.58× 10−22 MeV.s
constante de Boltzmann kB 8.617× 10−5 eV K−1
constante gravitationnelle GN 6.67× 10−11 m3 kg−1 s−2
masse de Planck réduite MP l 2.4× 1018 GeV
charge de l’électron e 1.602× 10−19 C
masse de l’électron me 0.511 MeV
masse du proton mp 938.3 MeV
masse du neutron mn 939.6 MeV
masse du boson Z mZ 91.19 GeV
masse du boson W mW 80.4 GeV
constante de Hubble H0 70.1± 1.3 km.s−1 Mpc−1
constante de Hubble réduite h 0.701
densité de matière Ωmh2 0.1369± 0.003
densité de baryons Ωbh2 0.02265± 0.00059
densité d’énergie noire ΩΛh2 0.354± 0.008
rapport baryons sur photons η (6.225± 0.170)× 10−10
âge de l’Univers t0 13.73± 0.12× 109 années
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Annexe B
Diagrammes d’annihilation et
coannihilation
B.1 Annihilation de Stau
τ˜1 τ−
χ0i
τ˜1 τ−
diagr.1
¯˜τ1 τ+
χ0i¯˜τ1 τ+
diagr.2
τ˜1
¯˜τ1
h,H e−, µ−
e+, µ+
diagr.3
τ˜1
¯˜τ1
Z, γ e−, µ−
e+, µ+
diagr.4
τ˜1 τ−
χ0i¯˜τ1 τ+
diagr.5
τ˜1
¯˜τ1
h,H τ−
τ+
diagr.6
τ˜1
¯˜τ1
Z, γ τ−
τ+
diagr.7
τ˜1
¯˜τ1
Z ντ
ν¯τ
diagr.8
τ˜1 ντ
χ+i¯˜τ1 ν¯τ
diagr.9
τ˜1
¯˜τ1
Z νe, νµ
ν¯e, ν¯µ
diagr.10
τ˜1
¯˜τ1
h,H q
q¯
diagr.11
τ˜1
¯˜τ1
Z, γ q
q¯
diagr.12
τ˜1 Z
τ˜1
¯˜τ1 γ
diagr.13
τ˜1 γ
τ˜1
¯˜τ1 Z
diagr.14
τ˜1 γ
τ˜1
¯˜τ1 γ
diagr.15
τ˜1
¯˜τ1
Z
γ
diagr.16
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τ˜1
¯˜τ1
γ
γ
diagr.17
τ˜1
¯˜τ1
h,H Z
Z
diagr.18
τ˜1 Z
τ˜1
¯˜τ1 Z
diagr.19
τ˜1 Z
τ˜2
¯˜τ1 Z
diagr.20
τ˜1
¯˜τ1
Z
Z
diagr.21
τ˜1
¯˜τ1
h,H W+
W−
diagr.22
τ˜1
¯˜τ1
Z, γ W+
W−
diagr.23
τ˜1 W−
ν˜τ
¯˜τ1 W+
diagr.24
τ˜1
¯˜τ1
W+
W−
diagr.25
τ˜1 h,H
τ˜1
¯˜τ1 γ
diagr.26
τ˜1 γ
τ˜1
¯˜τ1 h,H
diagr.27
τ˜1
¯˜τ1
Z h,H
Z
diagr.28
τ˜1 h,H
τ˜1
¯˜τ1 Z
diagr.29
τ˜1 Z
τ˜1
¯˜τ1 h,H
diagr.30
τ˜1
¯˜τ1
h,H A
Z
diagr.31
τ˜1 A
τ˜2
¯˜τ1 Z
diagr.32
τ˜1 Z
τ˜2
¯˜τ1 A
diagr.33
τ˜1
¯˜τ1
h,H H∓
W±
diagr.34
τ˜1 H∓
ν˜τ
¯˜τ1 W±
diagr.35
τ˜1
¯˜τ1
h,H h,H
h,H
diagr.36
τ˜1 h,H
τ˜1
¯˜τ1 h,H
diagr.37
τ˜1 h,H
τ˜2
¯˜τ1 h,H
diagr.38
τ˜1
¯˜τ1
h,H
h,H
diagr.39
τ˜1
¯˜τ1
h,H A0
A0
diagr.40
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τ˜1 A0
τ˜2
¯˜τ1 A0
diagr.41
τ˜1
¯˜τ1
A0
A0
diagr.42
τ˜1
¯˜τ1
Z A
0
h,H
diagr.43
τ˜1 h,H
τ˜2
¯˜τ1 A0
diagr.44
τ˜1
¯˜τ1
h,H H+
H−
diagr.45
τ˜1
¯˜τ1
Z, γ H+
H−
diagr.46
τ˜1 H−
ν˜τ
¯˜τ1 H+
diagr.47
τ˜1
¯˜τ1
H+
H−
diagr.48
B.2 Coannihilation Stau-Slepton
l˜R correspond au smuon µ˜R ou au sélectron e˜R
τ˜1 τ−
χ0i
l˜R l
diagr.49
B.3 Coannihilation Slepton-Neutralino
χ01
τ˜1
τ− H−
ντ
diagr.50
χ01 H−
χ+i
τ˜1 ντ
diagr.51
χ01 ντ
ν˜τ
τ˜1 H−
diagr.52
χ01
τ˜1
τ− A0
τ−
diagr.53
χ01 τ
−
τ˜2
τ˜1 A0
diagr.54
χ01 A0
χ0i
τ˜1 τ−
diagr.55
χ01
τ˜1
τ− h,H
τ−
diagr.56
χ01 τ
−
τ˜i
τ˜1 h,H
diagr.57
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χ01 h,H
χ0i
τ˜1 τ−
diagr.58
χ01
τ˜1
τ− ντ
W−
diagr.59
χ01 W
−
χ+i
τ˜1 ντ
diagr.60
χ01 ντ
ν˜τ
τ˜1 W−
diagr.61
χ01
τ˜1
τ− τ−
Z
diagr.62
χ01 Z
χ0i
τ˜1 τ−
diagr.63
χ01 τ
−
τ˜i
τ˜1 Z
diagr.64
χ01
τ˜1
τ− τ−
γ
diagr.65
χ01 τ
−
τ˜1
τ˜1 γ
diagr.66
B.4 Annihilation du Neutralino
χ01
χ01
h,H H
+
H−
diagr.67
χ01
χ01
Z H
+
H−
diagr.68
χ01 H
−
χ+i
χ01 H
+
diagr.69
χ01
χ01
h,H H
−
W+
diagr.70
χ01
χ01
A0 H
−
W+
diagr.71
χ01 W
+
χ+i
χ01 H
−
diagr.72
χ01
χ01
h,H H
+
W−
diagr.73
χ01
χ01
A0 H
+
W−
diagr.74
χ01 W
−
χ+i
χ01 H
+
diagr.75
χ01
χ01
h,H A
0
A0
diagr.76
χ01 A0
χ0i
χ01 A0
diagr.77
χ01
χ01
Z A
0
h,H
diagr.78
B.4. ANNIHILATION DU NEUTRALINO 195
χ01
χ01
A0 A
0
h,H
diagr.79
χ01 A0
χ0i
χ01 h,H
diagr.80
χ01
χ01
h,H A
0
Z
diagr.81
χ01 A0
χ0i
χ01 Z
diagr.82
χ01
χ01
h,H h,H
h,H
diagr.83
χ01 h,H
χ0i
χ01 h,H
diagr.84
χ01
χ01
Z
h,H
Z
diagr.85
χ01
χ01
A0
h,H
Z
diagr.86
χ01 h,H
χ0i
χ01 Z
diagr.87
χ01
χ01
Z
q
q¯
diagr.88
χ01
χ01
h,H q
q¯
diagr.89
χ01
χ01
A0
q
q¯
diagr.90
χ01 q¯
q˜i
χ01 q
diagr.91
χ01
χ01
Z
νq
ν¯q
diagr.92
χ01 νq
ν˜q
χ01 ν¯q
diagr.93
χ01
χ01
Z l
−
l+
diagr.94
χ01
χ01
h,H l
−
l+
diagr.95
χ01
χ01
A0 l
−
l+
diagr.96
χ01 l
−
l˜i
χ01 l+
diagr.97
χ01
χ01
Z W
+
W−
diagr.98
χ01
χ01
h,H W
+
W−
diagr.99
χ01 W
+
χ+i
χ01 W
−
diagr.100
χ01
χ01
h,H Z
Z
diagr.101
χ01 Z
χ0i
χ01 Z
diagr.102
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Le gravitino, candidat à la matière noire et les implications en nucléosyn-
thèse primordiale
Résumé : Le modèle standard de la physique des particules a été développé dans les années 1970. Mal-
gré de grands succès expérimentaux, il présente des problèmes qui ne peuvent être résolus qu’avec des
extensions du modèle. La supersymétrie est un candidat particulièrement intéressant, qui postule sim-
plement une symétrie supplémentaire entre bosons et fermions. En plus d’apporter des réponses dans le
domaine de la physique des particules, la supersymétrie trouve des applications intéressantes en cosmo-
logie. Elle contient des candidats possibles à la matière noire, qui représente 25% de la densité d’énergie
de l’Univers et dont la nature est inconnue. Un autre problème cosmologique intéressant est celui des
problèmes du lithium dans le cadre de la nucléosynthèse primordiale décrivant la production des élé-
ments légers dans les premières secondes de l’Univers après le Big Bang. Les abondances de lithium
prévues par la théorie sont incompatibles avec les observations. J’étudie ici un scénario où une particule
supersymétrique, le gravitino, est un candidat à la matière noire et la production de cette particule par
désintégration d’autres particules supersymétriques permet de résoudre les problèmes du lithium.
Mots clés : matière noire, BBN, supersymétrie, mSUGRA, GMSB, gravitino, stau, neutralino, lithium
Gravitino, dark matter candidate and implications for big bang nucleosyn-
thesis
Abstract : The Standard Model of particle physics was developped in the 1970s’. Despite many ex-
perimental successes, it presents many problems that can only be solved with models beyond the Stan-
dard Model. Supersymmetry is an interesting candidate, postulating a new symmetry between fermions
and bosons. This model can also have interesting applications in cosmology. It offers potentially good
candidates for dark matter, what represents 25% of the energy density of the Universe, and its nature
is unknown. Another cosmological problem is the lithium problems in Big Bang Nucleosynthesis des-
cribing the production of light elements in the first seconds of the Universe. The lithium abundance
predicted by the theory is inconsistent with observations. I study a scenario in which a supersymmetric
particle, the gravitino, is the candidate for dark matter and the production of this particle through the
decay of other supersymmetric particles may solve the lithium problems.
Key words : dark matter, BBN, sueprsymmetry, mSUGRA, GMSB, gravitino, stau, neutralino, lithium
Discipline : Physique des particules et cosmologie
Laboratoire de physique théorique et astroparticules, CNRS UMR5207
Université Montpellier II
Case Courrier 070, Bât. 13
place Eugène Bataillon
